Cosmological and phenomenological consequences of string theories by Papineau, Chloe
ar
X
iv
:0
70
8.
32
97
v1
  [
he
p-
th]
  2
4 A
ug
 20
07
UNIVERSITÉ PARIS-SUD XI
THÈSE
Spéialité : PHYSIQUE THÉORIQUE
Présentée
pour obtenir le grade de
Doteur de l'Université Paris XI
par
Chloé Papineau
Sujet :
Conséquenes osmologiques et
phénoménologiques des théories des ordes
Soutenue le 13 juillet 2007 devant la ommission d'examen :
MM. Ignatios Antoniadis, rapporteur,
Pierre Binétruy, président,
Emilian Dudas, direteur de thèse,
Ulrih Ellwanger, rapporteur,
Christophe Grojean,
Mariano Quirós.

UNIVERSITÉ PARIS-SUD XI
THÈSE
Spéialité : PHYSIQUE THÉORIQUE
Présentée
pour obtenir le grade de
Doteur de l'Université Paris XI
par
Chloé Papineau
Sujet :
Conséquenes osmologiques et
phénoménologiques des théories des ordes
Soutenue le 13 juillet 2007 devant la ommission d'examen :
MM. Ignatios Antoniadis, rapporteur,
Pierre Binétruy, président,
Emilian Dudas, direteur de thèse,
Ulrih Ellwanger, rapporteur,
Christophe Grojean,
Mariano Quirós.

Dans l'ordre hronologique ... ou
presque
La primeur en la matière revient à mes parents sans lesquels, et 'est peu
dire, je ne serais ertainement pas là. Par leur amour inonditionnel, même
lorsqu'ils ne omprenaient pas mes hoix, ils m'ont montré la voie du bonheur
et de la réussite. Je remerie aussi le reste de ma famille, Camille, Fabien,
et Séverine, pour leur soutien et leurs enouragements. Je vous dois tant, à
tous...
Ma gratitude va également à Asmâa Abada, Corinne Augier, Pierre Biné-
truy, Christos Charmousis, Ulrih Ellwanger, ainsi qu'aux autres professeurs
renontrés lors de mes études, qui ont su m'aiguiller et répondre à mes nom-
breuses questions, partiulièrement l'année du DEA. C'est en partie grâe à
leurs onseils avisés et leur appui que ette thèse a vu le jour.
Je remerie haleureusement Dominique Shi et Hendrik Hilhorst qui
m'ont aueillie au sein du LPT, se sont montrés attentifs et attentionnés,
et m'ont permis de ommuniquer sur mes travaux, ii et ailleurs. J'exprime
mes remeriements à Patrik Mora qui m'a oert un adre de thèse exep-
tionnel au sein du CPHT à l'Éole Polytehnique. Meri également à tout le
personnel administratif des deux laboratoires pour leur patiene fae à mon
inapaité à gérer la paperasse.
Au oeur de es pages, au oeur de ette thèse et au oeur de mon innie
gratitude, je ne sais trouver les mots pour remerier Emilian Dudas pour son
soutien indéfetible, sa patiene, sa gentillesse et sa disponibilité. Ça a été
un honneur et un plaisir d'apprendre de lui pendant trois ans. Au delà des
leçons de physique, pour lesquelles je ne dirai jamais assez meri, je retiens
aussi les leçons de vie : l'humilité et la apaité à se remettre onstamment
en question omptent parmi les qualités que j'espère avoir aquises, au moins
un peu...
6Je tiens également à remerier les membres du groupe de Théorie des
Cordes du CPHT, Ignatios Antoniadis, Elias Kiritsis, Hervé Partouhe et Ma-
rios Petropoulos, oordinateur du groupe, ainsi que les membres du groupe
de Cosmologie du LPT, Martin Buher, Christos Charmousis, Renaud Pa-
rentani et Bartjan Van Tent, et du groupe de Physique au-delà du Modèle
Standard, Asmâa Abada, Abdelhak Djouadi, Ulrih Ellwanger, Yann Mam-
brini, et Grégory Moreau.
Pour tous es petits moments de la vie de tous les jours, les disus-
sions, les afés, les fous-rires, les débats voire les disputes, un grand meri à
mes amarades thésards et post-dos : Benjamin Basso, Niolás Bernal, Flo-
rian Bonnet, Charles Bouhart, Lua Carlevalo, Pablo Camara, Roberto Ca-
sero, Emmanuel Chang, Cédri Delaunay, Florian Domingo, Pasal Grange,
Razvan Gurau, Umut Gursoy, Benjamin Haas, Irene Hidalgo, Liguori Jego,
François-Xavier Josse-Mihaux, Euihun Joung, Balazs Kozma, Xavier La-
roze, Vinenzo Laporta, Alexey Lokhov, Jean Maher, Tristan Maillard,
Axel Marillaud de Goursa, Liuba Mazzanti, Yaine Mehtar-Tani, Vassilis
Niarhos, Franeso Nitti, Domenio Orlando, Angel Paredes, Mathieu Re-
mazeilles, Alberto Romagnoni, Mathieu Segond, Emmanuel Sérié, Shweta
Sharma, Adrian Tanasa, Ana Teixeira, Maria-Cristina Timirgaziu, Sudhir
Vempati, Fabien Vignes-Tourneret, et Robin Zegers.
Meri à mes amis, Kamal Bouhouh, Antonin Bourgeois, Matthias De-
lesluse, Aurore Frano, Pierre Hosteins, François Kiyak, Stéphane Pruvot,
Astrid Quillien, et tous eux que j'oublie....
Je me dois d'exprimer ma reonnaissane à Christophe Grojean, Stéphane
Lavigna et Géraldine Servant qui m'ont aueillie à ertaines des nombreuses
onférenes ou éoles auxquelles j'ai eu la hane de partiiper. Je ne saurais
énumérer tout e que m'ont appris es expérienes.
Je remerie également mes ollaborateurs Valéry A. Rubakov et Stefan
Pokorski.
Ce manusrit doit beauoup à l'aide et la releture de Charles Bouhart,
Pablo Camara, Christos Charmousis, Yann Mambrini, Grégory Moreau, et
Alberto Romagnoni.
J'exprime enn ma reonnaissane à Ignatios Antoniadis et Ulrih Ell-
wanger qui ont gentiment aepté de lire e manusrit et d'érire un rapport
en un temps reord. Un grand meri à Pierre Binétruy, Christophe Grojean
et Mariano Quirós pour m'avoir fait l'honneur d'être membres du jury de
soutenane.


Table des matières
1 Introdution 13
2 Dimensions supplémentaires 17
2.1 Modèles de type Kaluza-Klein . . . . . . . . . . . . . . . . . . 18
2.1.1 Orbifolds . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 19
2.1.2 Compatiation à la Sherk-Shwarz . . . . . . . . . . 21
2.2 Les univers branaires . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 22
2.2.1 Grandes dimensions supplémentaires . . . . . . . . . . 23
2.2.2 Dimensions supplémentaires ourbées . . . . . . . . . . 25
2.3 Brisure dynamique de symétrie en six dimensions . . . . . . . 26
3 Supersymétrie et supergravité 31
3.1 La supersymétrie . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 32
3.1.1 Algèbre, superespae et superhamps . . . . . . . . . . 32
3.1.2 Théories de jauge supersymétriques . . . . . . . . . . . 40
3.1.3 Brisure spontanée de la supersymétrie . . . . . . . . . 43
3.1.4 Les R-symétries . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 47
3.1.5 Modèles hiraux et géométrie de Kähler . . . . . . . . 49
3.2 La supergravité . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 52
3.2.1 L'inlusion naturelle de la gravitation . . . . . . . . . . 52
3.2.2 Le multiplet de supergravité . . . . . . . . . . . . . . . 54
3.2.3 Interations de jauge en supergravité . . . . . . . . . . 56
3.2.4 Le potentiel salaire et la brisure de supersymétrie . . . 59
4 Brisures dynamiques de symétries 63
4.1 Brisure de symétrie hirale à la Nambu-Jona-Lasinio . . . . . 63
4.1.1 Le modèle non-supersymétrique . . . . . . . . . . . . . 63
4.1.2 Supersymétrisation des modèles NJL . . . . . . . . . . 67
4.1.3 Dualité ave des modèles à dimensions supplémentaires 68
4.2 QCD Supersymétrique . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 70
4.2.1 L'indie de Witten . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 71
4.2.2 Étude à haute énergie et détail des symétries . . . . . . 75
4.2.3 La théorie eetive . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 79
5 Dualités de Seiberg et brisure de supersymétrie 89
5.1 La théorie magnétique . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 89
5.2 Expression de la dualité . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 93
5.3 Le modèle Intriligator-Seiberg-Shih . . . . . . . . . . . . . . . 95
5.3.1 Résultats au niveau global . . . . . . . . . . . . . . . . 95
5.3.2 Restauration dynamique de la supersymétrie . . . . . . 97
6 Les hamps de modules et leur stabilisation 101
6.1 Rédution dimensionnelle et identiation des modules . . . . 101
6.2 Superpotentiel non-perturbatif . . . . . . . . . . . . . . . . . . 108
6.3 Stabilisation des modules par les ux . . . . . . . . . . . . . . 109
6.3.1 Un exemple simple . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 109
6.3.2 Le modèle KKLT . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 111
6.4 Modèles de stabilisation ave énergie positive . . . . . . . . . . 114
6.4.1 Uplift grâe à un groupe U(1) anormal . . . . . . . . . 115
6.4.2 Uplift et brisure de supersymétrie à la O'Raifeartaigh . 117


Chapitre 1
De l'importane des symétries
Un point majeur dans la ompréhension des lois de la Nature réside dans
la notion de symétrie. La onvition que les symétries jouent un rle essentiel
en physique est devenue de plus en plus forte au ours des sièles. En revanhe,
l'analyse des propriétés d'une symétrie (ou invariane) en termes de groupe,
de ses générateurs et de ses représentations est beauoup plus réente et
oupe désormais une plae entrale dans l'approhe des théoriiens aux lois
fondamentales de la physique. En eet, les transformations assoiées à une
symétrie forment un groupe dont les représentations permettent de dérire
les objets physiques intéressants vis-à-vis de ette symétrie. Ave le théorème
de Noether (1918) vient la orrespondane entre symétrie et onservation
d'une grandeur. Par exemple, l'invariane par translation et par rotation
onserve l'énergie, l'impulsion et le moment angulaire. Le groupe assoié à
es transformations est le groupe de Poinaré, dont les représentations sont
dénies par le spin et la masse (Wigner, 1939).
Parmi les symétries aessibles, on distingue les symétries d'espae-temps,
qui agissent sur les oordonnées xm et dont le groupe de Poinaré fait partie,
et les symétries internes, qui sont dénies en haque point de l'espae-temps
et agissent sur les objets physiques (les hamps). Dans l'ensemble des symé-
tries internes, on retrouve les symétries hirales, le nombre baryonique, le
nombre leptonique, ou enore les symétries de saveur et de ouleur. Les sy-
métries internes sont lassées en deux atégories : les symétries globales et les
symétries de jauge. Les premières s'appliquent aux objets indépendamment
de leur loalisation tandis que pour les symétries de jauge, les paramètres
de transformations sont des fontions dépendant du point où s'applique la
transformation. Enn, la struture du groupe qui dérit une symétrie per-
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met de diérenier les symétries ontinues, pour lesquelles les paramètres des
transformations peuvent prendre un nombre ontinu de valeurs, et les symé-
tries disrètes, pour lesquelles les paramètres appartiennent à un ensemble
disret.
Connaissant le groupe d'une symétrie, le lagrangien le plus général pré-
servant ette symétrie est alors lairement déterminé. Tous les hamps de la
théorie sont dans des représentations du groupe, et tous les termes d'intera-
tions (entre es hamps) invariants sous les transformations du groupe sont
présents.
La remarquable onrmation expérimentale des préditions du Modèle
Standard de la Physique des partiules, qui a pour groupe de jauge SU(3)×
SU(2)L × U(1), est une forte indiation que ette approhe est la bonne.
Les sensibilités atuelles vont au delà du pourent de préision et auune
déviation ferme n'a été observée. Néanmoins, il existe de nombreux signes
nous montrant que e modèle n'est pas la théorie ultime. Les résultats expé-
rimentaux allant dans e sens sont la preuve que les neutrinos sont massifs
puisqu'ils osillent, la mesure de la onstante osmologique qui est trop faible,
la mise en évidene de la matière noire, l'ination, et la baryogénèse. D'un
point de vue théorique, le seteur életrofaible soure d'un problème de hié-
rarhie dramatique qui amène à reonsidérer la question de la naturalité, les
ouplages de jauge ne s'unient pas, le nombre de générations et les hié-
rarhies entre les diérentes masses des fermions, ou de manière équivalente
des ouplages de Yukawa, ne sont pas expliquées. Il faut don onsidérer le
Modèle Standard omme une limite à basse énergie d'une théorie plus fon-
damentale. Pourtant, une hose est sûre, quelle que soit la nouvelle physique
apparaissant au-delà du Modèle Standard, sa limite à des énergies aux alen-
tours de l'éhelle életrofaible doit reproduire les données que nous avons.
La préision ave laquelle le Modèle Standard a été testé ontraint don de
manière drastique le panel de théories pouvant englober le Modèle Standard.
Pour aller au-delà du Modèle Standard et trouver une expliation à es
nombreux problèmes, une des démarhes adoptées est d'élargir le groupe de
symétrie de la théorie. Il faut alors trouver des méanismes brisant une par-
tie du groupe élargi de sorte que les symétries résiduelles soient exatement
elles du Modèle Standard. Diverses voies ont été engagées es dernières dé-
ennies : l'élargissement du groupe de jauge, du groupe de symétries globales
ou du groupe de symétries d'espae-temps. Les théories de Grande Unia-
tion, dont les plus onnues sont SU(5) et SO(10), s'inrivent dans le premier
as. Bien que très élégantes et permettant d'expliquer en partie les saveurs
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et le nombre de générations, l'éhelle d'uniation se situe autour de 1016
GeV et le problème de hiérarhie n'est pas résolu. La supersymétrie et les
dimensions supplémentaires, outils que nous développons dans ette thèse,
s'insrivent dans les deux autres as.
Les théories de type Kaluza-Klein inorporent des dimensions supplémen-
taires en supposant que elles-i sont ompates. Le rayon de ompatia-
tion, qui représente la taille de es dimensions, doit être susamment petit
pour expliquer que nous n'y soyons pas sensibles. Le ontenu en partiule est
en eet élargi, et les partiules supplémentaires que nous perevons à quatre
dimensions ont une masse proportionnelle à l'inverse du rayon. Don si le
rayon est trop grand, la masse est aessible à LEP, par exemple. On peut
également supposer que les dimensions supplémentaires sont de rayon très
large, voire inni (dimensions plates), mais que la matière ordinaire à quatre
dimensions est en quelque sorte piégée dans une sous-variété, la brane, d'un
espae-temps plus large. Ces deux approhes peuvent être ombinées : 'est
le as dans des modèles warped extra-dimensions qui onstituent un moyen
de résoudre le problème de hiérarhie.
La supersymétrie, par ailleurs, élargit le groupe de symétries internes
grâe à des générateurs qui anti-ommutent entre eux et ommutent ave les
générateurs du groupe de Poinaré. Les fermions et les bosons sont alors des
omposantes de multiplets supersymétriques. L'argument majeur en faveur
de la supersymétrie est qu'elle résout naturellement le problème de hiérarhie.
Elle garantit également l'uniation des ouplages de jauge, et peut fournir
des andidats à la matière noire. Mais la supersymétrie n'est pas réalisée dans
la Nature à des éhelles d'énergie observables, et il faut la briser. Une bri-
sure spontanée de ette symétrie globale entraîne la présene d'une partiule
de Goldstone non-massive dans le spetre, e qui est exlu. Nous jaugeons
la supersymétrie en rendant le paramètre des transformations loal. Fait re-
marquable, e proessus fore la théorie à inlure la gravitation. À basse
énergie, une brisure spontanée de supersymétrie dans une théorie de super-
gravité fait apparaître des termes non-supersymétriques dans le lagrangien.
Néanmoins, es termes ne rajoutent pas de divergenes quadratiques et don
le problème de hiérarhie reste résolu. C'eût été trop beau : les théories de
supergravité ontiennent des termes non-renormalisables qui nous poussent
inévitablement à aller enore au-delà.
La supergravité est naturellement présente dans les théories de ordes.
Ces théories postulent que les objets fondamentaux ne sont plus pontuels
mais ont une extension spatiale. Les partiules élémentaires sont vues omme
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des exitations de la orde. Celle-i vit don dans deux dimensions (le temps
et la dimension de la orde) plongées dans un espae-temps à dix dimen-
sions, e nombre étant une ondition d'auto-ohérene de la théorie. Les
théories de ordes sont à l'heure atuelle les meilleures andidates à l'uni-
ation des quatre interations fondamentales. En outre, elles omportent un
seul paramètre : la tension de la orde. Leur ation eetive à basse énergie
s'érit omme une théorie des hamps. Les théories de ordes ontiennent
don tous les ingrédients que nous avons évoqués pour aller au-delà du Mo-
dèle Standard : groupe de jauge élargi, dimensions suplémentaires ompates,
branes, supergravités (une ou plusieurs selon les théories). La rédution de
dix à quatre dimensions d'espae-temps donne lieu à une phénoménologie
très rihe. Selon le mode de ompatiation employé, on obtient des théo-
ries très diverses. Un dé majeur dans e sens est non seulement de retrouver
le groupe de jauge et le ontenu en hamps du Modèle Standard, mais aussi
de vérier les ontraintes osmologiques omme l'ination et la onstante
osmologique.
Le sujet entral de ette thèse est l'étude des méanismes de brisure d'une
symétrie. Ce manusrit s'organise omme suit :
• Le deuxième hapitre introduit les dimensions supplémentaires et pré-
sente un modèle à deux dimensions supplémentaires intéressant dans le
adre du problème de hiérarhie.
• Le troisième hapitre est une introdution à la supersymétrie et la su-
pergravité.
• Le quatrième hapitre présente deux méanismes de brisure dynamique
de symétrie par des phénomènes non-perturbatifs : les modèles de
Nambu-Jona-Lasinio (NJL) et les modèles ave ondensation de jau-
ginos. Le modèle à deux dimensions supplémentaires est repris et l'on
montre sa dualité ave des modèles de NJL à quatre dimensions.
• Le inquième hapitre traite des dualités de Seiberg dans les théories
de Chromodynamique Quantique (QCD) supersymétrique, et détaille
un modèle de brisure dynamique de supersymétrie.
• Après avoir expliqué e que sont les hamps de modules issus de la
rédution dimensionnelle des théories de ordes, le sixième hapitre
présente un modèle permettant leur stabilisation. Nous proposons éga-
lement une alternative ombinant la stabilisation des modules ave les
phénomènes non-perturbatifs brisant dynamiquement la supersymétrie.
Chapitre 2
Dimensions supplémentaires
Une manière d'étendre le Modèle Standard est de onsidérer que l'espae-
temps fondamental ontient plus de quatre dimensions. Cette idée est renfor-
ée par le fait que les superordes vivent naturellement dans un espae-temps
dix-dimensionnel ('est en fait une ondition de onsistane de la théorie).
La façon dont les dimensions supplémentaires se manifestent à nous doit
être ontrainte puisque nous n'avons jusqu'à présent déteté auun signal
que nous aurions pu interpréter omme la preuve que d'autres dimensions
existent. À e jour, deux grandes lasses de modèles se dégagent pour expli-
quer omment les dimensions supplémentaires sont ahées [1℄.
Le modèle originel proposé par les mathématiiens T. Kaluza et O. Klein
[2℄ dans les années 1920 tentait d'unier les deux fores onnues à l'époque, la
gravitation et l'életromagnétisme, en ajoutant une dimension d'espae. En
supposant que ette inquième dimension est enroulée sur elle-même en un
erle de rayon R très petit, par exemple de l'ordre de la longueur de Plank
(∼ 10−33 m), on explique de manière très simple pourquoi notre monde n'y
est pas sensible. On peut de la même façon supposer que plusieurs dimensions
supplémentaires sont présentes, et qu'elles ont toutes un rayon très petit. Les
modèles se basant sur e prinipe sont dits de type Kaluza-Klein.
Depuis plus réemment, l'approhe des univers branaires onnaît un très
grand engouement. Dans es onstrutions, 'est notre Modèle Standard (ou
une partie de ses seteurs) qui est piégé dans un sous-espae à quatre di-
mensions, appelé brane. Les dimensions supplémentaires peuvent alors être
larges voire innies, plates ou ourbées (warped extra dimensions).
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2.1 Modèles de type Kaluza-Klein
Considérons pour ommener une seule dimension supplémentaire, de o-
ordonnée y. Dire que ette dimension est ompate et prend la forme d'un
erle de rayon R, 'est dire que y appartient à l'ensemble [0, 2πR] et que
l'on identie les deux points extrêmes. Un hamp salaire Φ se propageant
dans et espae-temps se déompose don en modes de Fourier
Φ(xµ, y) =
1√
2πR
∑
n∈Z
exp
(
iny
R
)
φn(x
µ) , (2.1)
ave µ = 0, . . . , 3 dérivant nos quatre dimensions. La base des einy/R orres-
pond aux fontions propres de l'impulsion dans la diretion ompate, et le
hamp vérie don les onditions de périodiité Φ(xµ, 0) = Φ(xµ, 2πR).
L'ation de e hamp respete l'invariane de Lorentz à inq dimensions
S5 =
∫
d4x
∫ 2πR
0
dy
{
∂MΦ
†∂MΦ−m20Φ†Φ
}
, (2.2)
ave M = 0, . . . , 3, 5 où M = 5 orrespond à la dimension supplémentaire1.
Le hamp Φ a une dimension de masse 3/2. Le fateur 1/
√
2πR dans la
déomposition (2.1) assure que les modes de Fourier φn, appelés modes de
Kaluza-Klein (KK), ont une dimension anonique à quatre dimensions.
En injetant la déomposition (2.1) dans l'ation (2.2), on trouve
S5 = 1
2πR
∫
d4x
∫ 2πR
0
dy
∑
m,n∈Z
{
∂µφ
∗
m∂
µφn −
(
m20 +
mn
R2
)
φ∗mφn
}
ei
(n−m)y
R .
L'intégration sur y mène2 à l'ation eetive à quatre dimensions
S4 =
∫
d4x
∑
n∈Z
{
∂µφ
∗
n∂
µφn −
(
m20 +
n2
R2
)
φ∗nφn
)
. (2.3)
Nous voyons don qu'un état de Klein-Gordon à inq dimensions ∂M∂MΦ =
m20Φ donne lieu à une tour innie disrète d'états de Klein-Gordon à quatre
dimensions ∂µ∂µφn = m
2
nφn ave
m2n = m
2
0 +
n2
R2
. (2.4)
1
La métrique de Minkowski est ηMN = diag (+,−, . . . ,−).
2
On utilise
∫ 2πR
0
dyei
(n−m)y
R = 2piRδmn.
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L'état n = 0, appelé mode zéro, possède la masse m20.
La proédure se généralise failement à un nombre d de dimensions sup-
plémentaires de rayons Ri, ave i = 1, . . . , d. En partiulier, l'expression des
masses (2.4) devient
m2n1,...,nd = m
2
0 +
d∑
i=1
n2i
R2i
.
Faisons la même onstrution pour un fermion à quatre omposantes Ψ.
En s'inspirant de (2.1), on le déompose en
Ψ(xµ, y) =
1√
2πR
∑
n∈Z
exp
(
iny
R
)
ψn(x
µ) . (2.5)
Supposons pour plus de simpliité que le hamp est libre,
S5 =
∫
d4x
∫ 2πR
0
dy
(
iΨγM∂MΨ
)
, (2.6)
où les matries de Dira γM = (γµ, iγ5) forment une représentation de l'al-
gèbre de Cliord {γM , γN} = 2ηMN . En eetuant l'intégration sur y omme
dans le as du hamp salaire, on trouve une ation
S4 =
∫
d4x
∑
n∈Z
{
iψ¯nγ
µ∂µψn − in
R
ψ¯nγ5ψn
}
. (2.7)
On a don ii aussi une tour d'états KK de masses
3
n2
R2
mais les termes de
masse sont du type Dira ψ¯RψL + ψ¯LψR. Par onséquent, tous les modes
n 6= 0 sont non-hiraux. Cei onstitue un réel problème ar notre but est de
onstruire des modèles ave dimensions supplémentaires tels que le Modèle
Standard en soit une théorie eetive.
2.1.1 Orbifolds
Un moyen de retrouver la hiralité à inq dimensions est d'imposer une
symétrie supplémentaire y → −y. Sous ette dernière, le erle de rayon R
devient un segment de longueur πR. Les points y = 0 et y = πR sont des
3
Pour les fermions, seuls les modules au arré des masses ont une sens.
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points xes puisqu'ils sont transformés en eux-mêmes, omme illustré sur la
Fig. 2.1.
De manière générale, si les dimensions supplémentaires forment une va-
riété K, imposer une symétrie Γ sur K donne lieu à un groupe quotient K/Γ
appelé orbifold, qui n'est en général plus une variété ; le proessus s'appelle
orbifolding. L'orbifold ontient toujours des points xes, qui sont les points
de K invariants sous Γ.
2Rpi Rpi0 0
Points fixes
Fig. 2.1  Sous l'orbifolding Z2 : y → −y , le erle devient un segment ave
deux points xes à ses extrêmités.
Pour mieux omprendre e que ela implique, reprenons le hamp salaire
Φ. On peut réérire le développement (2.1) de la façon suivante
Φ(y) =
1√
πR
{
1√
2
φ0 +
∑
n>1
(
φ(+)n cos
ny
R
+ φ(−)n sin
ny
R
)}
, (2.8)
ave
φ(+)n =
1√
2
(φn + φ−n) ,
φ(−)n =
i√
2
(φn − φ−n) .
La symétrie de l'orbifold autorise les deux parités pour Φ. Si l'on impose
Φ(−y) = −Φ(y), alors les fontions φ(+)n sont toutes identiquement nulles, et
le mode zéro disparaît. Dans le as où il n'y aurait pas de terme de masse m0
dans l'ation (2.2), ela permet d'éviter la présene d'un hamp non-massif
à quatre dimensions.
En quoi l'orbifold restaure-t'il la hiralité ? Sous la symétrie Z2, le terme
inétique ΨγM∂MΨ doit être invariant. Or il est lair que le terme ∂5, lui, se
transforme en −∂5. Il faut don que
Ψγ5Ψ = ΨLΨR −ΨRΨL
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soit impair, e qui implique que l'une des deux hiralités de Ψ doit être
impaire tandis que l'autre doit être paire. Il s'ensuit, en omparant ave le
as du hamp salaire (2.8), que la hiralité paire se déompose sur la base
des cos ny
R
, tandis que elle qui est impaire se déompose sur la base sin ny
R
et n'a don pas de mode zéro. On a bien une théorie hirale et il devient
possible de onstruire des théories onsistantes grâe aux orbifolds [3℄.
2.1.2 Compatiation à la Sherk-Shwarz
En étudiant l'ation (2.2) (respetivement (2.6)), on se rend ompte que
la déomposition (2.1) (resp. (2.5)) n'est pas la plus générale autorisée par la
périodiité de la dimension supplémentaire. En eet, rien ne nous empêhe
d'imposer plutt
Φ(y + 2πR) = eiβΦ(y) ,
ave β une onstante, si e hoix est une symétrie de l'ation. De telles
onditions, qui se généralisent très failement au as de plusieurs dimensions
supplémentaires, sont dites twistées et orrespondent à une ompatiation
de Sherk-Shwarz [4℄. Le hamp se déompose selon
Φ(xµ, y) =
1√
2πR
exp
(
iβy
2πR
) ∑
n∈Z
exp
(
iny
R
)
φn(x
µ) . (2.9)
En partiulier, pour β = π, le hamp est anti-périodique Φ(y + 2πR) =
−Φ(y).
En eetuant la ompatiation à partir de l'ation (2.2), on trouve que
les masses KK sont
m2n = m
2
0 +
(n+ β/2π)2
R2
.
Le ompatiation à la Sherk-Shwarz est don un autre moyen d'obtenir
un mode zéro massif dans le as où m0 = 0.
Enn, il est ourant d'eetuer une ompatiation à la Sherk-Shwarz
sur un orbifold. Par exemple,
Φ(y + 2πR) = eiβΦ(y) et Φ(−y) = −Φ(y)
impliquent, pour β générique, que Φ est nul aux points xes, Φ(πR) = 0 =
Φ(0), e qui orrespond à des onditions de type Dirihlet.
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Le hoix des onditions aux bords des dimensions ompates et le hoix de
la transformation (parité) des hamps sous l'ation de l'orbifold sont soumis
à ontrainte. De manière un peu plus formelle, si l'ation ZO de l'orbifold sur
le hamp est
Φ(ζO(y) ) = ZO Φ(y) ,
et que la ompatiation à la Sherk-Shwarz impose un twist T donné par
Φ(τ(y) ) = T Φ(y) ,
alors, en général, les deux transformations ne ommutent pas : ZO·T 6= T ·ZO .
On peut expliitement trouver les onditions de ompatibilité entre les
deux méanismes. Conrètement, nous ne nous intéresserons qu'aux as où
les deux ations ZO et T ommutent. L'assoiation de onditions de Sherk-
Shwarz et des orbifolds peut être très intéressante pour engendrer des bri-
sures de symétrie [5℄. Nous reviendrons sur ei dans le paragraphe 2.3.
2.2 Les univers branaires
Une autre lasse de modèles ave dimensions supplémentaires existe, dans
lesquels l'invariane de Lorentz à d + 4 dimensions est expliitement brisée
par la présene de branes, également appelés domain walls dans ertaines
réalisations de théorie des hamps.
Le modèle le plus simple [6℄ ontient un hamp salaire Φ à inq dimen-
sions, dérit par l'ation
S =
∫
d4xdy
[
1
2
(∂MΦ)
2 − V (Φ)
]
,
ave V (Φ) = −1
2
m2Φ2 +
1
4
λΦ4 . (2.10)
L'équation du mouvement ∂M∂
MΦ = −∂V (Φ)/∂Φ admet une solution
lassique
Φc(x
µ, y) =
(
m√
λ
)
th
(
my√
2
)
(2.11)
dépendant de y, et qui prend les valeurs asymptotiques ±v = ± m√
λ
. Son prol
a été traé sur la Fig. 2.2. Cette solution brise expliitement l'invariane de
Lorentz à inq dimensions, mais elle préserve elle à quatre dimensions.
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Fig. 2.2  Le potentiel (2.10) et la solution lassique (2.11) des équations du
mouvement. Le soliton Φc dérit un domain wall qui sépare les deux vides
+v et −v.
Si l'on ouple un fermion de Dira Ψ au hamp salaire Φ par une in-
teration de Yukawa ΦΨΨ, alors au niveau lassique, autour de la solution
solitonique Φ = Φc, les fermions sont loalisés au voisinage de y = 0. Leur
prol dans la diretion y déroît exponentiellement quand on s'éloigne de
la brane. De plus, le mode zéro ψ de e fermion est naturellement hiral
γ5ψ = −ψ. Il est également possible de loaliser des hamps de jauge (et
don tout le Modèle Standard) mais ela est plus diile à réaliser que dans
l'exemple i-dessus. Nous verrons au hapitre 6 que es loalisations appa-
raissent naturellement dans des théories issues de théories des ordes.
2.2.1 Grandes dimensions supplémentaires
La possibilité de loaliser la matière sur une brane quadri-dimensionnelle
explique pourquoi nous ne ressentons pas les dimensions supplémentaires de
manière direte. Notamment, elles-i ne sont plus ontraintes à être très
petites, ou même plates. Un des enjeux est d'apporter de nouvelles solutions
aux problèmes de hiérarhie de jauge, de petitesse de la onstante osmo-
logique, d'uniation des ouplages de jauge, et., en utilisant la géométrie
des dimensions supplémentaires. De e fait, nous sommes amenés à inlure la
gravitation dans nos modèles, e qui a des onséquenes sur la loi de Newton
eetive à quatre dimensions. Néanmoins, elle-i a été testée par des expé-
rienes du type Cavendish jusqu'à des distanes de l'ordre de ∼ 0.1 m. La
taille R des dimensions supplémentaires peut don être aussi large que ette
valeur
4
.
4
En termes d'énergie, ela signie R−1 & O(10−4) eV.
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Les modèles dits ADD [7℄ s'appuient sur ette idée et reformulent le pro-
blème de hiérarhie en termes de volume de l'espae ompat. En eet, la
masse de PlankMP ∼ 1019 GeV n'est pas l'éhelle fondamentale d'une théo-
rie vivant à D = 4 + d dimensions. Celle-i, que l'on notera M∗, intervient
dans l'ation d'Einstein-Hilbert
S = −M
D−2
∗
2
∫
dDx
√
g(D)R(D) , (2.12)
où g(D) et R(D) sont la métrique et le salaire de Rii de l'espae-temps
D-dimensionnel. La onstante de Newton G(D) est donnée par
G(D) =
1
8πMD−2∗
. (2.13)
L'idée des modèles ADD est de loaliser le Modèle Standard sur une brane
de sorte que seule la gravitation se propage dans les dimensions supplémen-
taires. Si la gravitation est homogène le long des oordonnées tranverses à la
brane, alors on peut eetuer failement l'intégration sur ddy dans l'ation
(2.12). On trouve
S = VdM
D−2
∗
2
∫
d4x
√
g(4)R(4) ,
où Vd est le volume des dimensions supplémentaires, Vd ∼ Rd en supposant
que tous les rayons sont égaux et valent R.
La masse de Plank à quatre dimensions est donnée par
M2P ∼ MD−2∗ R d = Md+2∗ R d . (2.14)
On peut don expliquer le problème de hiérarhie en abaissant M∗ jusqu'à
l'ordre de grandeur de l'éhelle életrofaible : M∗ ∼ 1 TeV, e qui implique
R ∼ M−1∗
(
MP
M∗
)2/d
∼ 10(32/d)−17 m .
Le as d'une dimension supplémentaire a déjà été exlu expérimentalement.
Le as d = 6 naturel dans les théories de superordes impliquerait R ∼ 10−12
m, e que nous ne pourrons probablement jamais tester. Finalement, le
problème de hiérarhie a été transféré en problème de nombre de dimensions,
ou de taille non-naturellement large des dimensions supplémentaires.
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Notons que le problème de hiérarhie n'est pas la seule motivation pour
introduire les dimensions supplémentaires. Dans d'autres lasses de modèles
[8℄, ayant par exemple R−1 ∼ 1 TeV, ou ontenant des dimensions supplé-
mentaires longitudinales à la brane, 'est l'uniation des ouplages et la
brisure de supersymétrie (voir le hapitre 3) qui sont étudiés.
2.2.2 Dimensions supplémentaires ourbées
Jusqu'ii, nous avons négligé l'eet de la brane sur les dimensions sup-
plémentaires. Puisque elle-i porte le Modèle Standard, ou du moins une
partie des hamps de matière, elle génère un hamp gravitationnel direte-
ment reliée à sa densité d'énergie, e qui a pour eet de ourber les diretions
transverses.
Considérons le as d'une seule dimension supplémentaire, et ignorons
l'épaisseur de la brane (fontion δ). La densité d'énergie par unité de vo-
lume de la brane, aussi appelée tension, est notée σ. L'ation gravitationnelle
omplète est
S = 1
16πG(5)
∫
d4xdy
√
g(5)
(
R(5) + 16πΛ(5)G(5)
)
+ σ
∫
d4x
√
g(4) ,
où Λ(5) est la onstante osmologique à inq dimensions, et G(5) la onstante
de Newton (2.13). On peut montrer que la onstante osmologique eetive
à quatre dimensions est nulle pour
Λ(5) = −4π
3
G(5)σ
2 6 0 .
L'espae-temps fondamental est alors de type anti-de Sitter, et la métrique
orrespondante a la forme
ds2 = e−k|y| ηµνdxµdxν − dy2 ,
où k = −Λ(5)
σ
est l'inverse du rayon de ourbure de la dimension supplé-
mentaire (e−k|y| est appelé warp fator). Ces modèles sont parfois dits non-
fatorisables à ause du fateur de ourbure.
On peut exploiter e résultat en plaçant le Modèle Standard sur une
brane de tension négative, σ < 0, appelée brane infra-rouge (ou brane TeV),
et une autre brane de tension positive, appelée brane ultraviolette (ou brane
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Plank), aux deux points xes 0 et πR d'un orbifold [9℄. Du fait de la ourbure
des dimensions, l'éhelle induite sur la TeV brane est
Λ ≃ e−πkRMP ,
et l'éhelle fondamentale à inq dimensions est M∗ ∼ MP . Pour obtenir une
éhelle Λ ∼ 1 TeV, on a typiquement besoin de kR ≃ 10. Ii aussi, on
peut expliquer le problème de hiérarhie, mais ette grâe à la ourbure des
dimensions supplémentaires.
2.3 Brisure dynamique de symétrie en six di-
mensions
Dans la suite, nous onsidérons un hamp salaire dans un espae-temps
ave d = 2 dimensions supplémentaires innies et plates, et nous plaçons une
brane
5
à l'origine y1 = y2 = 0. Le modèle que nous étudions est
S =
∫
d4xd2y
1
2
(∂MΦ)
2 −
∫
d4x
{
−µ
2
2
Φ2 +
λ
4
Φ4
}
y1=y2=0
, (2.15)
le seond terme étant un potentiel de type Higgs loalisé sur la brane. Puisque
Φ a une dimension 2, le paramètre de masse µ est adimensionné, tandis que
[λ] = −4.
Cette théorie ontient des divergenes au niveau lassique [10℄. Le propa-
gateur de Φ reçoit des orretions venant de l'insertion de masse loalisée µ2,
omme représenté sur la Fig. 2.3.
z’
+ . . .= + + x yyxyxx y
z z
Fig. 2.3  Corretions du propagateur G(2)(x, y) de Φ au niveau lassique.
En sommant toutes les ontributions,
G(2)(x, y) = D(x, y) + µ2
∫
d2zD(x, z)δ2(z)D(z, y)
+ µ4
∫
d2zd2z′D(x, z)δ2(z)D(z, z′)δ2(z′)D(z′, y) + . . . ,
5
Par brane, nous entendons fontion delta bidimensionnelle δ2(y).
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ave D(x, y) le propagateur nu. Cette expression se réérit plus simplement
dans une représentation mixte
G
(2)
k (x, y) = Dk(x, y) + µ
2Dk(x, 0)Dk(0, y)
+ µ4Dk(x, 0)Dk(0, 0)Dk(0, y) + . . . (2.16)
= Dk(x, y) +
µ2
1− µ2Dk(0, 0)Dk(x, 0)Dk(0, y) ,
où k est la quadri-impulsion le long de la brane et x, y sont les oordon-
nées dans l'espae interne à deux dimensions ; k est onservée à haun des
vertex des diagrammes de la Fig. 2.3. La dernière égalité orrespond à une
resommation de la série.
La quantitéDk(0, 0) est partiulièrement simple à aluler en oordonnées
polaires dans les diretions transverses. On trouve
Dk(0, 0) =
1
4π
ln
(
Λ2
k2
)
, (2.17)
où Λ est une éhelle de régularisation ultraviolette.
L'expression (2.16) se réérit alors
G
(2)
k (x, y) = Dk(x, y) + µ
2(k)Dk(x, 0)Dk(0, y) .
Dans ette expression, µ2(k) désigne le ouplage renormalisé déduit de (2.16)
et (2.17)
µ2(Q) =
µ2(Λ)
1 + µ
2(Λ)
4π
ln Q
2
Λ2
, (2.18)
où µ2(Λ) est le paramètre de masse intervenant dans l'ation (2.15). Le ou-
plage µ2(Q) déroît ave Q, 'est-à-dire qu'il devient fort dans l'infra-rouge.
Nous interprétons ette évolution des ouplages de la façon suivante : les
divergenes qui apparaissent au niveau lassique ne sont dûes qu'à l'épaisseur
inniment ne de la brane. En régularisant nos intégrales divergentes grâe au
uto Λ, nous avons en fait régularisé l'épaisseur de la brane en ǫ ≡ 1/Λ 6= 0.
Dans la Publiation N o 1, nous avons onsidéré que les dimensions sup-
plémentaires sont ompates en forme de disque
6
de rayon R ≫ Λ−1. Nous
6
La forme des dimensions supplémentaires ne joue en réalité auun rle vis-à-vis de
l'évolution lassique des ouplages. Néanmoins, les aluls sont simpliés dans le as du
disque. Nous reviendrons au as d'un tore de rayons R1 et R2 au paragraphe 4.1.3.
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imposons des onditions de Dirihlet au bord du disque :
Φ(r = R) = 0 , (2.19)
ave r =
√
y21 + y
2
2.
L'évolution (2.18) implique que µ2 atteint un ple de Landau en
Qc = Λ exp
(
− 2π
µ2(Λ)
)
, (2.20)
omme illustré sur la Fig. 2.4.
Q
−1
µ2
µ2c
TeV ΛR
Fig. 2.4  Évolution du ouplage µ2 ave l'énergie. Lorsque la valeur nue
µ2(Λ) est exatement la valeur (2.21), un mode non-massif existe à quatre
dimensions.
Si Qc est susamment petit, de telle manière que le ouplage µ
2
est
perturbatif à l'éhelle de ompatiation R, alors le modèle est de type
Kaluza-Klein (setion 2.1) et les masses des modes KK de Φ sont d'ordre
1/R.
Par ontre, si Qc ≃ R−1, alors le mode zéro de Φ est très léger à quatre
dimensions. En Qc = R
−1
, e mode est exatement non-massif, tandis que
pour Qc > R
−1
sa masse devient tahyonique et engendre un méanisme de
type Higgs.
La valeur nue µ2c du ouplage orrespondant à la transition de phase
Qc = R
−1
est don, d'après (2.20),
µ2c =
2π
ln R
ǫ
, (2.21)
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où ǫ est l'épaisseur de la brane.
Pour vérier onrètement l'existene d'une transition de phase en µ2 =
µ2c , il faut résoudre les équations du mouvement pour le mode zéro de Φ à
partir de l'ation (2.15) pour les deux régions de l'espae tranverse : l'intérieur
de la brane, r 6 ǫ ; et l'extérieur de la brane ǫ < r 6 R. En imposant les
onditions aux bords (2.19) et des onditions de orrespondane en r = ǫ,
on trouve failement l'expression de la masse quadri-dimensionnelle pour e
mode. On montre en outre que les modes KK sont beauoup plus lourds que
le mode zéro.
Ce modèle très simple est bien entendu motivé par le seteur életrofaible
du Modèle Standard. Conrètement, la transition de phase à la Higgs peut
engendrer la brisure de symétrie életrofaible si on peut expliquer pourquoi
µ2(Λ) > µ2c , e qui orrespond à une masse tahyonique à quatre dimensions.
Un moyen d'expliquer ei serait de rendre les dimensions supplémentaires
dynamiques, 'est-à-dire que le hamp salaire Φ pourrait être ouplé à un
module (voir le hapitre 6) dont la valeur moyenne dans le vide engendrerait
un paramètre de masse µ2(Λ) dans la bonne gamme de valeurs.
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Chapitre 3
Supersymétrie et supergravité
Il existe de nombreuses façons de motiver l'introdution de la supersymé-
trie omme extension du Modèle Standard. La raison la plus souvent évoquée
est le problème de hiérarhie dans le seteur életrofaible [11℄. Le boson de
Higgs H est la seule partiule salaire du Modèle Standard. Il est ouplé par
des interations de Yukawa −λf ψ¯LHψR à tous les fermions ψ, et sa masse
reçoit des orretions à une boule
δfm
2
H = −
|λf |2
8π2
Λ2 + . . . , (3.1)
où Λ est le uto ultraviolet introduit pour régulariser l'intégrale sur le mo-
ment interne des fermions dans la boule
1
. La ontribution dominante vient
du quark top pour lequel λtop ∼ 1. Par ailleurs, pour que le Modèle Standard
soit une théorie unitaire, la masse physique mH = m0+δmH ne peut exéder
l'ordre du TeV. Sa valeur moyenne dans le vide valant 246 GeV,mH est plutt
de l'ordre d'une entaine de GeV. Si Λ, qui représente l'éhelle ultraviolette
de validité du Modèle Standard, est la masse de Plank, ela implique une
ompensation de plus de 30 ordres de grandeur entre la masse nue m0 du
potentiel du Higgs et la orretion δfmH . Inversement, si on suppose que Λ
est de l'ordre du TeV de sorte à réduire la ompensation non-naturelle, ela
signie que la nouvelle physique est présente à ette éhelle.
Le problème de hiérarhie vient du fait que la masse des partiules sa-
laires est très diile à protéger par des symétries. Les fermions, de leur té,
ont des masses mψ naturellement petites ar ils sont protégés par la symétrie
1
L'expression (3.1) devrait omporter une sommation sur les indies de ouleur pour
les quarks. Il s'agit ii d'une simple illustration.
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hirale ψ → eiβγ5ψ que seuls les ouplages de Yukawa brisent spontanément.
La limite
2 mψ → 0 augmente don la symétrie du lagrangien. Les masses
mψ ne peuvent alors pas reevoir de orretions quantiques trop fortes. Pour
le Higgs, en revanhe, la limite m0 → 0 n'entraîne pas d'augmentation de
symétrie, e qui le soumet aux orretions (3.1). En assoiant les salaires
aux fermions dans un même multiplet, on protège automatiquement la masse
du boson de Higgs : 'est la supersymétrie.
Pour mieux omprendre e que ela signie, supposons qu'un salaire φ
très lourd soit présent dans la théorie et qu'il soit ouplé au Higgs par un
terme −λs |H|2 |φ|2. Cela engendre une orretion
δsm
2
H =
λs
16π2
(
Λ2 − 2m2φ ln
Λ
mφ
)
, (3.2)
où mφ est la masse de φ. Il est lair que même si φ est très lourd et déouple
de la théorie au niveau lassique, sa ontribution dans les boules a un eet
dominant sur les orretions à la masse du Higgs, et il en est de même pour
les partiules les plus lourdes auxquelles H soit ouplé.
La deuxième onséquene de l'équation (3.2), qui n'a plus rien à voir
ave mφ, est que le premier terme ompense parfaitement la moitié de la
ontribution fermionique (3.1) si λs = |λf |2. Don si haque fermion du
Modèle Standard est apparié à deux salaires de ette façon, la masse de
H ne reçoit plus de orretion quadratique mais seulement des orretions
logarithmiques du type (3.2), et le problème de naturalité est en partie résolu.
3.1 La supersymétrie
3.1.1 Algèbre, superespae et superhamps
Les bosons et les fermions sont assoiés dans des multiplets supersymé-
triques. Cela implique que l'algèbre de supersymétrie doit ontenir l'algèbre
de Poinaré. Eetivement, les théorèmes de Haag-Lopuszanski-Sohnius [12℄
et Coleman-Mandula [13℄ établissent que l'algèbre de supersymétrie est la
seule algèbre de Lie graduée
3
de symétries possibles de la matrie S.
Conrètement, les hypothèses sont :
2
Cela revient à prendre la limite λf → 0.
3
Une algèbre de Lie graduée ontient des ommutateurs et des anti-ommutateurs.
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1. que la matrie S repose sur une théorie quantique de hamps relativistes
à quatre dimensions,
2. qu'il n'y a qu'un nombre ni de partiules diérentes qui puissent être
assoiées à un état de masse donnée,
3. qu'il existe un saut d'énergie entre le vide et les états à une partiule.
Le théorème onlut que l'algèbre la plus générale doit ontenir le générateur
des translations Pm, le générateur des rotations Mmn et un ertain nombre
N de générateurs de symétries internes QA. On montre que es générateurs
sont des spineurs, que nous représenterons par des spineurs de Weyl à deux
omposantes QAα et Q
A
α˙ ave α, α˙ = 1, 2. Les relations supplémentaires par
rapport à l'algèbre de Poinaré sont
4
{
QAα , Qβ˙ B
}
= 2σm
αβ˙
Pmδ
A
B ,{
QAα , Q
B
β
}
= εαβZ
AB , (3.3)[
QAα ,Mmn
]
=
1
2
(σmn)
β
αQ
A
β ,[
Pm, Q
A
α
]
=
[
Pm, Q
A
α˙
]
= 0 ,
où ε est le tenseur antisymétrique à deux indies spinoriels, analogue de la
métrique plate η, et σmn =
1
4
(σmσ¯n − σnσ¯m). Les quantités ZAB sont les
harges entrales, elles sont antisymétriques ZAB = −ZBA. Dans la suite,
nous onsidèrerons uniquement le as N = 1 pour lequel Z = 0 par antisy-
métrie.
Transformations de supersymétrie
La première égalité de l'algèbre traduit non seulement le fait que les
générateurs Q et Q sont des spineurs de dimension anonique 1/2, mais
surtout que deux transformations de supersymétrie suessives forment une
translation. La transformation de supersymétrie de paramètres ξα et ξ¯α˙ pour
un hamp φ quelonque s'érit
δξφ =
(
ξαQα + ξ¯α˙Q
α˙
)
φ , (3.4)
4
Nous utilisons les onventions de Wess et Bagger [14℄. En partiulier, la métrique plate
est ηmn = diag (−,+,+,+).
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e qui implique que ξ et ξ¯ ont une dimension −1/2. Grâe à es paramètres,
l'algèbre de supersymétrie (3.3) se réérit uniquement en termes de ommu-
tateurs [
ξQ, ξ¯Q
]
= 2ξσmξ¯Pm ,
[ξQ, ξQ] =
[
ξ¯Q, ξ¯Q
]
= 0 , (3.5)
[Pm, ξQ] =
[
Pm, ξ¯Q
]
= 0 .
On en déduit que le ommutateur de deux transformations de supersymétrie
est
[δξ, δη]φ = (δξδη − δηδξ)φ = −2i
(
ησmξ¯ − ξσmη¯) ∂mφ . (3.6)
L'ation de Q sur un hamp de dimension d donne un hamp de dimension
d + 1
2
: les bosons et les fermions sont appariés par supersymétrie. Pour un
hamp salaire z, nous dénissons son partenaire fermionique ψ par
δξz =
√
2ξψ . (3.7)
Le hamp ψ doit lui-même se transformer en un hamp de dimension 2. Le
hoix le plus général se ramène à
δξψ = i
√
2σmξ¯∂mz +
√
2ξF . (3.8)
Si nous voulons que l'algèbre (3.6) soit lose, la transformation de F doit être
δξF = i
√
2ξ¯σ¯m∂mψ . (3.9)
Les hamps (z, ψ, F ) forment don un supermultiplet puisque leurs transfor-
mations ferment l'algèbre de supersymétrie. Il ontient le même nombre de
degrés de liberté fermioniques et bosoniques : ψ est omplexe don il ontient
4 degrés de liberté, z en ontient 2 et F aussi. Ce multiplet est appelé mul-
tiplet hiral ou salaire.
Le superespae
Ces transformations peuvent être vues d'une autre façon en introduisant
le superespae. Il ontient, en plus des quatre dimensions usuelles, deux types
de oordonnées grassmanniennes θ et θ¯ vériant les mêmes relations d'anti-
ommutation que les paramètres de transformation :{
θα, θβ
}
=
{
θ¯α˙, θ¯β˙
}
=
{
θα, θ¯β˙
}
= 0 . (3.10)
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Un point du superespae a des oordonnées X =
(
xm, θα, θ¯α˙
)
.
L'algèbre de supersymétrie (3.3) étant une algèbre de Lie, on dénit un
élément du groupe par
G(xm, θ, θ¯) = exp
[
i
(−xmPm + θQ + θ¯Q)] ,
de sorte que la multipliation de deux éléments donne
G(xm1 , θ1, θ¯1)G(x
m
2 , θ2, θ¯2) = G(x
m
1 +x
m
2 +iθ2σ
mθ¯1−iθ1σmθ¯2, θ1+θ2, θ¯1+θ¯2) .
En partiulier, une transformation de supersymétrie du type (3.4) se dé-
duit de la multipliation
G(0, ξ, ξ¯)G(xm, θ, θ¯) = G(xm + iθσmξ¯ − iξσmθ¯, θ + ξ, θ¯ + ξ¯) .
Cette opération induit une super-translation dans le superespae(
xm, θ, θ¯
)→ (xm + iθσmξ¯ − iξσmθ¯, θ + ξ, θ¯ + ξ¯) , (3.11)
dont une représentation est donnée par les opérateurs diérentiels
Qα =
∂
∂θα
− iσmαα˙θ¯α˙∂m ,
Qα˙ =
∂
∂θ¯α˙
− iθασmαα˙∂m . (3.12)
Le superespae nous permet don de représenter l'algèbre de supersymétrie
(3.5) en termes de translations généralisées.
On peut également dénir des dérivées ovariantes
Dα =
∂
∂θα
+ iσmαα˙θ¯
α˙∂m ,
Dα˙ = − ∂
∂θ¯α˙
− iθασmαα˙∂m . (3.13)
qui antiommutent ave les harges (3.12) :
{D,Q} = {D,Q} = {D,Q} = {D,Q} = 0 . (3.14)
Nous dénissons un superhamp omme une fontion du superespae. Ce
n'est pas un hamp physique, et il doit être onsidéré uniquement à travers
son développement en puissane des oordonnées grassmanniennes
f(x, θ, θ¯) = z(x) + θφ(x) + θ¯χ¯(x) + θθm(x) + θ¯θ¯n(x)
+ θσmθ¯Am(x) + θθθ¯λ¯(x) + θ¯θ¯θψ(x) + θθθ¯θ¯d(x) . (3.15)
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Toute puissane supérieure en θ et θ¯ est automatiquement nulle d'après les re-
lations (3.10). Les hamps z, m, n, Am, d sont bosoniques, ils représentent 16
degrés de liberté, 'est-à-dire autant que les hamps fermioniques φ, χ, λ, ψ.
Les transformations δξf =
(
ξQ+ ξ¯Q
)
f d'un superhamp f se déduisent de
elles de ses omposantes.
On peut réduire le nombre de omposantes des superhamps en imposant
des onditions sur f . Une ondition est Dα˙f = 0 (ou Dαf
†
=0) ; elle dénit le
superhamp hiral, ou salaire, dont nous avons déjà étudié les transforma-
tions (3.7), (3.8) et (3.9). La ondition f = f † dénit le superhamp vetoriel.
Dans la suite, nous étudions es deux types de superhamps en détail. Tout
lagrangien supersymétrique renormalisable peut être onstruit en termes de
es deux seuls types de superhamps.
Le superhamp hiral
En imposant la ondition Dα˙Φ à un superhamp (3.15), et en remarquant
que Dα˙y
m = 0, Dα˙θ = 0 pour y
m = xm + iθσmθ¯, on réduit le nombre de
omposantes à
Φ(y, θ) = z(y) +
√
2θψ(y) + θθF (y) ,
'est-à-dire
Φ(x, θ, θ¯) = z(x) + iθσmθ¯∂mz(x) +
1
4
θθθ¯θ¯z(x)
+
√
2θψ(x)− i√
2
θθ∂mψ(x)σ
mθ¯ + θθF (x) . (3.16)
Le omplexe onjugué Φ† vérie DαΦ† = 0
Φ†(y†, θ¯) = z¯(y†) +
√
2θ¯ψ¯(y†) + θ¯θ¯F (y†) .
La omposante θ2θ¯2 du produit Φ†Φ est
Φ†Φ
∣∣
θ2θ¯2
= FF + z¯z − i
2
(
ψσm∂mψ¯ − ∂mψσmψ¯
)
+ d() , (3.17)
où d() est une dérivée totale. Ce terme ontient les termes inétiques des
hamps physiques z et ψ. La omposante (3.17) se transforme omme une
dérivée totale sous la supersymétrie (voir (3.7), (3.8), (3.9)) : elle mène don
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à un lagrangien supersymétrique. Il en résulte que F est un hamp auxi-
liaire : il n'a pas de terme inétique et peut être éliminé par les équations du
mouvement.
Par ailleurs, le produit de plusieurs superhamps hiraux entre eux est un
superhamp hiral. Leurs omposantes θ2 nous seront utiles dans la suite :
ΦiΦj |θ2 = ziFj + zjFi − ψiψj , (3.18)
ΦiΦjΦk|θ2 = zizjFk + zjzkFi + zkziFj − ψiψjzk − ψjψkzi − ψkψizj .
D'après (3.9), la omposante F se transforme également en dérivée totale et
nous pouvons utiliser un des produits (3.18) omme lagrangien supersymé-
trique.
Nous arrivons au résultat suivant : le lagrangien renormalisable le plus gé-
néral que l'on puisse onstruire uniquement à partir de superhamps hiraux
Φi est
L = Φ†iΦ
i
∣∣∣
θ2θ¯2
+
[(
λiΦ
i +
1
2
mijΦ
iΦj +
1
3
gijkΦ
iΦjΦk
)∣∣∣∣
θ2
+ h.c.
]
. (3.19)
Lorsqu'il n'y a qu'une seule saveur i, e lagrangien dérit le modèle de
Wess-Zumino [15℄, qui est le plus simple que l'on puisse onstruire.
Le lagrangien (3.19) peut se réérire omme une intégrale sur le superes-
pae
5
L =
∫
d4θK(Φi,Φ†j) +
[∫
d2θW (Φi) + h.c.
]
, (3.20)
où K et W sont le potentiel de Kähler et le superpotentiel. Nous reviendrons
sur e point au paragraphe 3.1.5. Dans notre as,
K(Φi,Φ†j) = Φ
†
iΦ
i ,
W (Φi) = λiΦ
i +
1
2
mijΦ
iΦj +
1
3
gijkΦ
iΦjΦk . (3.21)
De manière générale, le superpotentiel est une fontion analytique des hamps,
tandis que le potentiel de Kähler est une fontion réelle.
5
Les variables θ et θ¯ étant grassmanniennes, l'intégrale équivaut à une dérivée de sorte
que
∫
dθ (aθ + b) = a. On note d2θ = − 14εαβdθαdθβ et d4θ = d2θd2θ¯. De ette façon,
∫
d2θ
séletionne la omposante θ2 de l'intégrand, et
∫
d4θ séletionne la omposante θ2θ¯2.
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En termes de omposantes, le lagrangien (3.19) s'érit
L = i∂mψ¯iσ¯
mψi + F iF
i + z¯iz
i
(3.22)
+
[
λiF
i +mij
(
ziF j − 1
2
ψiψj
)
+ gijk
(
zizjF k − ψiψjzk)+ h.c.] .
Les hamps auxiliaires Fi sont éliminés par les équations du mouvement
∂L
∂F i
= 0 , (3.23)
qui se réérivent, à l'aide du lagrangien (3.22),
F i = −∂W
∂z¯i
,
ave W exprimé en fontion des hamps salaires. Après élimination des
hamps auxiliaires, nous obtenons le lagrangien suivant
L = i∂mψ¯iσ¯
mψi + z¯iz
i +
1
2
(
∂2W
∂zi∂zj
ψiψj + h.c.
)
−
∣∣∣∣∂W∂zi
∣∣∣∣2 . (3.24)
Le dernier terme représente le potentiel salaire V =
∑ |F i|2.
Le superhamp vetoriel
Les veteurs de jauge sont généralisés en superhamps sur lesquels on
impose la ontrainte V = V †. Les omposantes (3.15) sont alors réduites à
V (x, θ, θ¯) = C(x) + iθχ(x)− iθ¯χ¯(x)− θσmθ¯vm(x)
+
i
2
θ2 [M(x) + iN(x)]− i
2
θ¯2 [M(x) − iN(x)]
+ iθ2θ¯
[
λ¯(x) +
i
2
σ¯m∂mχ(x)
]
− iθ¯2θ
[
λ(x) +
i
2
σm∂mχ¯(x)
]
+
1
2
θ2θ¯2
[
D(x) +
1
2
C(x)
]
,
ave M, N, C, D, vm réels.
On peut enore diminuer le nombre de omposantes en imposant un hoix
de jauge partiulier : elle de Wess-Zumino. En eet, la généralisation des
transformations de jauge U(1) habituelles est
V → V + Φ + Φ† (3.25)
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où Φ est un superhamp hiral. En utilisant les omposantes z, ψ, F de e
multiplet, on peut forer C, χ, M, N à zéro. On trouve, de plus, que λ et D
sont invariants de jauge. Le veteur se transforme omme d'habitude
vm → vm − i∂m (z − z¯) .
Dans la jauge de Wess-Zumino, le superhamp vetoriel est simplement
V (x, θ, θ¯) = −θσmθ¯vm(x) + iθθθ¯λ¯(x)− iθ¯θ¯θλ(x) + 1
2
θθθ¯θ¯D(x) , (3.26)
et on voit aisément que V n = 0 pour n > 3.
Par supersymétrie, l'ensemble du multiplet vetoriel est dans la représen-
tation adjointe du groupe de jauge. Par onséquent, les fermions λ, appelés
jauginos, ne sont pas hiraux.
Nous voulons trouver un lagrangien à la fois supersymétrique et invariant
de jauge, qui inlue le terme inétique vmnvmn ave vmn = ∂mvn−∂nvm. Nous
ne pouvons prendre simplement DαV DαV ar e terme n'est pas invariant
de jauge. Il faut en réalité introduire des superhamps hiraux
Wα = −1
4
DDDαV
W α˙ = −1
4
DDDα˙V (3.27)
qui sont spinoriels et dont on montre failement qu'ils sont invariants sous
(3.25). En omposantes,
Wα = −iλα(y) + θαD(y)− i
2
(σmσ¯nθ)α vmn(y) . (3.28)
Puisque Wα est hiral, la omposante θ
2
du produit
W αWα|θ2 = −2iλσm∂mλ¯−
1
2
vmnvmn +D
2 +
i
4
εmnpqvmnvpq
se transforme omme une dérivée. Le lagrangien
L =
1
4
[∫
d2θW αWα +
∫
d2θ¯ W α˙W
α˙
]
=
1
2
D2 − iλσm∂mλ¯− 1
4
vmnvmn (3.29)
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est don supersymétrique et invariant de jauge. En outre, la omposante D
du superhamp vetoriel est un hamp auxiliaire et peut disparaître de la
théorie en résolvant les équations du mouvement.
Remarquons un point important pour la suite : la plus haute omposante
d'un superhamp se transforme toujours omme une dérivée de manière à
lore l'algèbre de supersymétrie. En partiulier,
δξD = ξ¯σ¯
m∂mλ− ξσm∂mλ¯ = ∂m
(
ξ¯σ¯mλ− ξσmλ¯) .
Don, puisque D est supersymétrique et invariant de jauge, rien ne nous
empêhe de rajouter un terme
LFI =
∫
d4θζV , (3.30)
ave ζ onstante, dans la théorie. Nous verrons au paragraphe 3.1.3 qu'un
tel terme, appelé terme de Fayet-Iliopoulos, peut briser spontanément la
supersymétrie.
3.1.2 Théories de jauge supersymétriques
Notre but dans e paragraphe est de dérire les interations entre un
seteur de jauge, représenté par le superhamp vetoriel V , et la matière,
représentée par des superhamps hiraux Φi hargés sous le groupe de jauge
G.
Les générateurs T a du groupe, a = 1, . . . , dim(G), vérient
Tr(T aT b) = C(r)δab et
[
T a, T b
]
= ifabcT c . (3.31)
Les superhamps Φi se transforment sous l'ation du groupe
Φi → (e−iΛ)i
j
Φj , Φ†i → Φ†j
(
eiΛ
†
)j
i
, (3.32)
où Λij = (T
a)ij Λa est une matrie de superhamps hiraux. Il est lair que le
terme inétique Φ†iΦ
i
n'est pas invariant de jauge.
Si nous généralisons la transformation de jauge (3.25) de la façon suivante
eV → e−iΛ†eV eiΛ , (3.33)
3.1.2 Théories de jauge supersymétriques 41
ave V = V aT a, alors le terme
Φ†i
(
eV
)i
j
Φj
∣∣∣
θ2θ¯2
est supersymétrique et invariant de jauge.
En e qui onerne le superhamp vetoriel, le lagrangien (3.29) est inva-
riant de jauge pourvu qu'on étende la dénition de Wα en
Wα = −1
4
DDe−VDαeV = W aαT
a ,
W α˙ = −1
4
DDe−VDα˙e
V = W
a
α˙T
a . (3.34)
Ces superhamps, matriiels, ne sont pas invariants de jaugeWα → e−iΛWαeiΛ.
Le lagrangien (3.29) l'est à ondition de prendre la trae sur les indies de
jauge
6
dans le produit W αWα.
Enn, les termes d'interation (3.19) dérits par le superpotentiel (3.21),
sont invariants. La présene des termes linéaires aiΦ
i
suppose que ertains
des Φi peuvent être singlets de jauge. Les termes de masse mijΦ
iΦj et les
ouplages ubiques gijkΦ
iΦjΦk doivent être invariants de jauge.
Le lagrangien renormalisable et supersymétrique le plus général que l'on
puisse onstruire pour dérire les interations de jauge non-abéliennes est
don
L =
1
4C(r)
[∫
d2θTrW αWα + h.c.
]
+
∫
d4θΦ†eVΦ
+
[∫
d2θ
(
aiΦ
i +
1
2
mijΦ
iΦj +
1
3
gijkΦ
iΦjΦk
)
+ h.c.
]
. (3.35)
Le développement en omposantes donne
L = −1
4
vamnv
amn − iλaσmDmλ¯a − iψiσmDmψ¯i −
∣∣Dmzi∣∣2
+
1
2
(
∂2W
∂zi∂zj
ψiψj + h.c.
)
+ i
√
2gT a ij
(
z¯iψ
jλa − zjψ¯iλ¯a
)
(3.36)
+ gDaz¯iT
a i
jz
j +
1
2
DaDa − ∂W
∂zi
F i − ∂W
∂z¯i
F i +
∣∣F i∣∣2 ,
6
En réalité, dans le as général, on peut introduire une fontion analytique des su-
perhamps hiraux telle que fab(Φ)W
aW b est invariante de jauge. Dans l'ensemble de la
thèse, sauf mention ontraire, nous nous restreindrons à fab = δab, e qui revient à prendre
la trae W aW a.
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où l'on a fait expliitement apparaître le ouplage de jauge g en redénissant
le superhamp vetoriel V → 2gV .
La première ligne du lagrangien ontient tous les termes inétiques. Ils
font intervenir les dérivées ovariantes et le tenseur hamp de jauge
Dmz
i = ∂mz
i + igvamT
a i
jz
j ,
Dmψ
i = ∂mψ
i + igvamT
a i
jψ
j ,
Dmλ
a = ∂mλ
a − gfabcvbmλc ,
vamn = ∂mv
a
n − ∂nvam − gfabcvbmvcm . (3.37)
Les équations du mouvement pour les hamps auxiliaires donnent
F i = −∂W
∂zi
,
Da = −gz¯iT a ijzj . (3.38)
Après élimination de es hamps non-physiques, le lagrangien (3.36) prend
nalement la forme
L = −1
4
vamnv
amn − iλaσmDmλ¯a − iψiσmDmψ¯i −
∣∣Dmzi∣∣2
+
1
2
(
∂2W
∂zi∂zj
ψiψj + h.c.
)
+ i
√
2gT a ij
(
z¯iψ
jλa − zj λ¯aψ¯i
)
(3.39)
− V (zi, z¯j) ,
où V est le potentiel salaire
V =
∑
i
∣∣F i∣∣2 + 1
2
DaDa
=
∑
i
∣∣∣∣∂W∂zi
∣∣∣∣2 + 12g2 (z¯iT a ijzj)2 . (3.40)
Remarquons qu'ii aussi nous pourrions ajouter des termes de Fayet-
Iliopoulos (3.30). Mais dans une théorie de jauge non-abélienne, les termes
Da donnés par (3.38) ne sont pas invariants de jauge, sauf pour les fateurs
abéliens que le groupe G ontient éventuellement. Pour tout fateur U(1) du
groupe de jauge, nous pouvons don ajouter le terme ζaDa. La prinipale
modiation que ela entraîne est que les équations du mouvement de es
omposantes deviennent
Da = −gz¯iT a ijzj − gζa . (3.41)
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3.1.3 Brisure spontanée de la supersymétrie
La supersymétrie n'est pas réalisée dans la nature puisqu'auun superpar-
tenaire n'a jamais été observé pour toutes les partiules que nous onnaissons.
Il faut don trouver des méanismes pouvant expliquer sa brisure. Dans e
paragraphe, nous nous penhons sur les onditions sous lesquelles la super-
symétrie est brisée spontanément. Pour autant, nous voulons préserver l'in-
variane de Lorentz ontenue dans l'algèbre de supersymétrie. Le méanisme
de brisure doit s'opérer au moyen des hamps salaires ontenus dans la théo-
rie puisque e sont les seuls objets invariants de Lorentz. Nous allons don
étudier le potentiel salaire (3.40) d'une théorie de jauge supersymétrique.
Les vides |Ω〉 qui préservent la supersymétrie dans une théorie quelonque
sont toujours d'énergie nulle. Pour le montrer, reprenons l'algèbre (3.3). Elle
implique que le hamiltonien d'un système supersymétrique s'érit en fontion
des superharges
H =
1
4
(
QαQα +QαQα
)
.
L'énergie du vide est
E0 = 〈Ω|H|Ω〉 = 1
4
(
|Qα|Ω〉|2 +
∣∣Qα|Ω〉∣∣2) . (3.42)
Cet état est supersymétrique si Qα|Ω〉 = 0, e qui implique que son énergie
est E0 = 0. Inversement, un état |Ω′〉 d'énergie nulle devra vérier (3.42) ave
E0 = 0 et don Qα|Ω′〉 = 0.
Nous retrouvons e résultat à travers le potentiel salaire (3.40) qui est
une somme de termes positifs. Tout état supersymétrique a don une énergie
positive ou nulle. La supersymétrie est spontanément brisée si le minimum
global a une énergie stritement positive.
Les minima 〈zi〉 du potentiel sont donnés par
∂V
∂zi
∣∣∣∣
zi=〈zi〉
= −F j ∂
2W
dzidzj
− gDaz¯jT a ji = 0 , (3.43)
et ils ont une énergie
〈V 〉 =
∑
i
∣∣F i( 〈z¯j〉 )∣∣2 + 1
2
[
Da( 〈zi〉 , 〈z¯j〉 )
]2
, (3.44)
ave F i et Da satisfaisant les équations (3.38). La ondition pour que la
supersymétrie soit brisée spontanément est don
F i( 〈z¯i〉 ) 6= 0 ou Da( 〈zi〉 , 〈z¯j〉 ) 6= 0 . (3.45)
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L'équation du minimum (3.43) peut être réérite de la façon suivante
〈(
F i Da
) ∂2Wdzidzj gz¯jT a ji
gz¯iT
a i
j 0
〉 = 0 ,
où l'on a utilisé l'invariane de jauge du superpotentiel. Cette formulation
est partiulièrement intéressante ar on remarque que la matrie intervenant
ii n'est autre que la matrie de masse qui mélange les fermions ψi et les
jauginos λa dans le lagrangien (3.39) :
1
2
(
ψi
√
2iλa
) ∂2Wdzidzj gz¯jT a ji
gz¯iT
a i
j 0
 ψj√
2iλa
 .
D'après ette onstatation et en utilisant (3.45), la brisure spontanée de
la supersymétrie entraîne la présene d'un fermion de Golstone, le Goldstino,
donné par
λG =
∑
i
〈F i〉ψi + i√
2
g〈Da〉λa . (3.46)
Le Goldstino a une masse nulle et ne pourra disparaître du spetre, à l'instar
des théories de jauge, que si nous rendons la supersymétrie loale, 'est-à-dire
dans une théorie de supergravité. Une autre approhe onsisterait à penser
que la supersymétrie n'est pas brisée spontanément mais expliitement. Mais
dans e as aussi, il nous faut trouver un méanisme qui pourrait engendrer
des termes non-supersymétriques dans le lagrangien. Nous étudierons ela
dans le adre de la supergravité, setion 3.2.4.
Si la supersymétrie est brisée spontanément par un 〈F i〉 6= 0, alors le
Goldstino sera simplement le fermion ψi assoié. Si par ontre, 'est un Da
qui a une valeur moyenne non-nulle, le Goldstino sera le jaugino assoié. Dans
la suite, nous étudions es deux types de brisure. Le premier as se produit
dans les modèles de O'Raifeartaigh [16℄, tandis que le seond méanisme fut
proposé par Fayet et Iliopoulos [17℄ et est lié aux termes (3.30).
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Le modèle de Fayet-Iliopoulos
Considérons le as le plus simple : elui de l'életrodynamique supersy-
métrique
L =
1
4
[∫
d2θW αWα + h.c.
]
+
∫
d4θ
(
Φ†1e
+eVΦ1 + Φ
†
2e
−eVΦ2
)
+
[∫
d2θmΦ1Φ2 + h.c.
]
+
∫
d4θζV , (3.47)
où e représente la harge életrique. Les équations du mouvement
D +
1
2
ζ +
e
2
(|z1|2 − |z2|2) = 0
F1 +mz¯2 = 0
F2 +mz¯1 = 0
n'ont pas de solution D = F1 = F2 = 0 : la supersymétrie est brisée sponta-
nément. Le potentiel salaire est
V =
1
8
ζ2 +
(
m2 +
1
4
eζ
)
|z1|2 +
(
m2 − 1
4
eζ
)
|z2|2 + e
2
8
(|z1|2 − |z2|2)2 .
(3.48)
Deux as se présentent : m2 > 1
4
eζ ou m2 < 1
4
eζ .
Si m2 > 1
4
eζ , le minimum est en z1 = z2 = 0 ; es deux hamps salaires
omplexes ont des masses m21 = m
2 + 1
4
eζ et m22 = m
2 − 1
4
eζ . Le reste du
spetre est inhangé, et le jaugino λ joue le rle du Goldstino. La séparation
de masse entre les salaires et les fermions d'un multiplet signe la brisure de
supersymétrie.
Plaçons-nous maintenant dans le seond as : m2 < 1
4
eζ . Le potentiel est
minimisé en z1 = 0 et z2 = 〈z2〉 6= 0 : la symétrie de jauge est spontanément
brisée par z2. Ces deux as sont illustrés sur la Fig. 3.1.
Les modèles de Fayet-Iliopoulos sont très intéressants et ont onduit à
beauoup de reherhe pour briser la supersymétrie. En eet, dans les théories
de supergravité issues de théories des ordes, un ertain nombre de fateurs
abéliens sont présents dans le groupe de jauge. Nous reviendrons sur es
méanismes dans le paragraphe 6.4.1.
Les modèles de O'Raifeartaigh
Il nous faut onstruire un superpotentiel de telle sorte que l'un au moins
des F i 6= 0 au minimum, tout en gardant Da = 0. Nous aurons besoin d'un
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2
2
zV(     )
z0
V
Fig. 3.1  Brisure spontanée de la supersymétrie par une omposante D :
l'énergie du minimum est non-nulle. Dans un as seule la supersymétrie est
brisée, dans l'autre on brise également la symétrie de jauge.
terme linéaire pour nous assurer qu'un des hamps salaires zi a une va-
leur moyenne non-nulle. Cela signie qu'au moins un hamp singlet de jauge
est présent. Le modèle le plus simple implique au moins trois superhamps
hiraux X, Y, Z. Le superpotentiel est
W = Y
(
M2 −X2)+ µZX + w(X,Φi) , (3.49)
où Y est le singlet de jauge qui a un terme linéaire M2Y , et Φi représente
les autres superhamps hiraux présents dans la théorie.
Les équations du mouvement
− F Y = ∂W
∂Y
= M2 −X2 , −FZ = ∂W
∂Z
= µX ,
ne peuvent pas s'annuler simultanément et la supersymétrie est brisée spon-
tanément.
Le potentiel salaire
V =
∣∣M2 −X2∣∣2+µ2 |X|2+ ∣∣∣∣µZ − 2XY + ∂w∂X
∣∣∣∣2+ ∣∣∣∣∂w∂zi
∣∣∣∣2+ 12DaDa (3.50)
est minimisé pour
〈X2〉 = M2 − µ
2
2
, 〈µZ − 2XY + ∂w
∂X
〉 = 0 ,
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si l'on suppose que 〈 ∂w
∂zi
〉 = 0 et 〈Da〉 = 0. L'énergie de e vide est
V0 = µ
2
(
µ2
4
+
∣∣∣∣M2 − µ22
∣∣∣∣) .
On montre que seul le spetre du superhampX est non-supersymétrique.
De nombreuses extensions du modèle de O'Raifeartaigh sont possibles, mais
elles reposent toujours sur le prinipe d'un singlet de jauge Y qui fore le
salaire d'un autre superhamp X à aquérir une valeur moyenne non-nulle.
3.1.4 Les R-symétries
Il s'agit de symétries hirales U(1) ontinues du lagrangien sous lesquelles
les oordonnées du superespae se transforment :(
xm, θ, θ¯
) −→ (xm, eiRθηθ, e−iRθηθ¯) .
À partir de es transformations, nous pouvons déduire les onditions pour
lesquelles le lagrangien supersymétrique (3.35) est invariant. Soient Ri les
harges des superhamps de matière Φi, les superhamps vetoriels sont in-
variants,
V a(x, θ, θ¯) −→ V a(x, eiRθηθ, e−iRθηθ¯) ,
Φi(x, θ, θ¯) −→ eiRiηΦi(x, eiRθηθ, e−iRθηθ¯) , (3.51)
Φ†i (x, θ, θ¯) −→ e−iRiηΦ†i (x, eiRθηθ, e−iRθηθ¯) .
Le hoix des harges Ri est arbitraire et aratérise la R-symétrie.
La onséquene première des R-symétries est que les omposantes d'un
multiplet ne se transforment pas de la même façon
zi → eiRiηzi , z¯i → e−iRiηz¯i ,
ψi → ei(Ri−Rθ)ηψi , ψ¯i → e−i(Ri−Rθ)ηψ¯i ,
F i → ei(Ri−2Rθ)ηF i , F i → e−i(Ri−2Rθ)ηF i ,
λa → e−iRθηλa , λ¯a → eiRθηλ¯a .
(3.52)
Les veteurs vam et les hamps auxiliaires D
a
sont invariants. Le super-
hamp hiral de jauge W aα a la même transformation que sa plus basse om-
posante λa d'après (3.28).
L'intégrale grassmannienne
∫
d2θ θ2 = 1 doit être invariante, don
d2θ → e−2iRθηd2θ .
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En érivant le lagrangien le plus général possible
L =
∫
d4θK(Φ†ie
VΦi) +
[∫
d2θ
(
W (Φi) + TrW αWα
)
+ h.c.
]
,
nous voyons que le potentiel de Kähler est toujours R-invariant. Le super-
hamp hiral de jauge Wα a la harge −Rθ. Le superpotentiel W, omme
le produit W αWα, a une harge RW = 2Rθ indépendante des harges Ri.
Par onséquent, le hoix des harges des superhamps de matière permet
d'empêher ertains ouplages dans le superpotentiel.
Dans le Modèle Standard Supersymétrique Minimal (MSSM), qui est l'ex-
tension minimale du Modèle Standard, un hoix de R-symétrie est Ri = Rθ =
1 pour les superhamps dérivant les quarks et les leptons, et R1 = R2 = 0
pour les superhamps H1 et H2 dérivant les deux doublets de Higgs
7
. Ce
hoix permet d'empêher tous les ouplages trilinéaires violant les nombres
leptonique et baryonique et pouvant donner lieu à une désintégration du pro-
ton. Néanmoins e hoix empêhe également un terme de masse µH1H2, qui
l'équivalent du terme de masse µ2H2 à l'origine de la brisure életrofaible.
De manière générale, la présene d'une R-symétrie ontinue en supersy-
métrie globale pose les problèmes suivants [18℄ :
• soit la R-symétrie n'est pas brisée, et alors les jauginos ne peuvent pas
avoir de masse ar ils ne sont pas hiraux,
• soit laR-symétrie est brisée spontanément, auquel as le spetre ontient
un boson de Goldstone de masse nulle.
En partiulier, on ne peut pas briser spontanément la supersymétrie dans le
MSSM par des méanismes de Fayet-Iliopoulos ou O'Raifeartaigh ar eux-i
ontiennent des R-symétries8.
On onsidère plutt la présene d'une parité R = (−1)3(B−L)+2S , ave
B et L les nombres baryonique et leptonique, et S le spin. Cette symétrie
Z2 assigne une harge 1 aux partiules du Modèle Standard et aux dou-
blets de Higgs, et une harge −1 à leur superpartenaire. On la onsidère
souvent omme le résidu d'une R-symétrie ontinue brisée à haute énergie.
7
Le superpotentiel étant une fontion analytique des superhamps, les ouplages de
Yukawa yuu¯QH , ydd¯QH
∗
et yee¯LH
∗
du Modèle Standard doivent être généralisés. Il faut
don introduire deux doublets de Higgs, de harges opposées. Dans le superpotentiel, le
premier doublet ouple aux quarks de type up yuu¯QH1, et le seond ouple aux quarks de
type down ydd¯QH2, ainsi qu'aux leptons yee¯QH2.
8
Celles-i sont respetivement R1 = R2 = 1 pour le modèle de Fayet-Iliopoulos, et
RX = 0 et RY = RZ = 2 pour le modèle de O'Raifeartaigh, si on a hoisi Rθ = 1.
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La R-parité a plusieurs avantages très importants. D'abord, elle empêhe
les termes onduisant à la désintégration du proton, et autorise le terme de
masse µH1H2. Ensuite, elle implique la prodution des spartiules par paires.
Par onséquent, la plus légère d'entre elles (appelée LSP pour lightest super-
partiule) est forément stable si la R-parité est onservée. La LSP est alors
un andidat naturel pour dérire la matière noire de l'Univers.
3.1.5 Modèles hiraux et géométrie de Kähler
Dans ette partie, nous développons un ertain nombre de propriétés des
théories hirales supersymétriques [19℄. Cela nous sera partiulièrement utile
lorsque nous étudierons la supersymétrie loale, setion 3.2, mais es relations
sont plus aisées à dériver dans le as global, et restent valides en supergravité.
Comme nous l'avons rapidement évoqué, le lagrangien le plus général que
l'on puisse érire à partir de superhamps hiraux Φi a la forme
L =
∫
d4θK(Φi,Φ†j) +
[∫
d2θW (Φi) + h.c.
]
, (3.53)
ave, en toute généralité,
K =
∑
a j1,...,jMi1,...,iN Φ
i1 . . .ΦiNΦ†j1 . . .Φ
†
jM
≡
∑
a j1,...,jMi1,...,iN K
N
M ,
W =
∑
bi1,...,iPΦ
i1 . . .ΦiP ,
où KNM est la notation abrégée pour K
i1,...,iN
j1,...,jM
.
En utilisant les développements en omposantes des superhamps hi-
raux, on peut aluler les omposantes θ2 de W et θ2θ¯2 de K pour trouver
l'expression du lagrangien en omposantes. À partir de (3.16) et (3.18), nous
voyons que le superpotentiel s'érit
W (Φi) = W (z)+
√
2θψi
∂W (z)
∂zi
+θθ
[
F i
∂W (z)
∂zi
− 1
2
ψiψj
∂2W
∂zi∂zj
]
, (3.54)
où W (z) =
∑
bi1,...,iP z
i1 . . . ziP est le superpotentiel exprimé en termes des
hamps salaires. Pour érire le développement du potentiel de Kähler, il est
plus simple de ommener par le développement de haque monme KNM . Il
50 Supersymétrie et supergravité
faut interpréter le produit Φ†Φ donné par l'expression (3.17) pour trouver
KNM
∣∣
θ2θ¯2
= −1
2
∂3KNM(z, z¯)
∂zi∂z¯j∂z¯k
F iψ¯jψ¯k − 1
2
∂3KNM(z, z¯)
∂z¯i∂zj∂zk
F
i
ψjψk
+
1
4
∂4KNM(z, z¯)
∂zi∂zj∂z¯k∂z¯l
ψiψjψ¯kψ¯l − ∂
2KNM(z, z¯)
∂zi∂z¯j
∂mz
i∂mz¯j
− i∂
2KNM(z, z¯)
∂zi∂z¯j
ψ¯j σ¯m∂mψ
i − i∂
3KNM(z, z¯)
∂zi∂zj∂z¯k
ψ¯kσ¯mψi∂mz
j
+
∂2KNM(z, z¯)
∂zi∂z¯j
F iF
j
.
L'expression pour le potentiel de Kähler omplet a la même forme en rem-
plaçant KNM(z, z¯) par K(z, z¯).
Il se trouve que es expressions sont grandement simpliées par l'intro-
dution de la quantité
Kij¯ =
∂2K(zi, z¯j)
∂zi∂z¯j
, (3.55)
Cette grandeur est la métrique de Kähler. En eet, les hamps salaires zi et
z¯j dénissent une variété de Kähler, qui est un type de variété de Riemann
analytique. La métrique de Kähler doit être dénie positive et inversible. Elle
permet alors de monter ou baisser les indies des tenseurs
V i = Kij¯Vj¯ , V
j¯ = Kij¯Vi ,
Vi = Kij¯V
j¯ , Vj¯ = Kij¯V
i .
On peut dénir une dérivée ovariante ∇i, ∇j¯ qui doit respeter la struture
analytique de la variété. En outre, elle doit être ompatible ave la métrique
∇kKij¯ = 0 = ∇k¯Kij¯ .
Ces restritions impliquent que la onnetion Γ de la variété a pour seules
omposantes non-nulles Γijk et Γ
i¯
j¯k¯
Γkij = K
kl¯∂Kjl¯
∂zi
= Γkji . (3.56)
On peut également dénir un tenseur de ourbure
[∇i,∇j]Vk = RlijkVl ,
[∇i,∇j¯]Vk = Rlij¯kVl ,
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dont on montre que les seules omposantes non-nulles sont
Rij¯kl¯ = Kml¯
∂Γmik
∂z¯j
=
∂2Kkl¯
∂zi∂z¯j
− Kmn¯ ∂Kml¯
∂z¯j
∂Kkn¯
∂zi
, (3.57)
et son omplexe onjugué. Le tenseur de ourbure est antisymétrique sous
l'éhange de deux indies de types diérents. La métrique, la onnetion et
la ourbure sont invariantes sous ertaines transformations du potentiel de
Kähler
K(z, z¯) −→ K(z, z¯) + F (z) + F (z¯) , (3.58)
appelées transformations de Kähler, où la fontion F est analytique.
À l'aide de es objets, le lagrangien (3.53) s'érit en termes des ompo-
santes
L = Kij¯F
iF
j
+
1
4
∂2Kij¯
∂zk∂z¯l
ψiψkψ¯jψ¯l − F i
[
1
2
Kim¯Γ
m¯
j¯k¯ψ¯
jψ¯k − ∂W
∂zi
]
− F i
[
1
2
Kmi¯Γ
m
jkψ
jψk − ∂W
∂z¯i
]
−Kij¯∂mzi∂mz¯j − iKij¯ψ¯jσ¯mDmψi
− 1
2
∂2W
∂zi∂zj
ψiψj − 1
2
∂2W
∂z¯i∂z¯j
ψ¯iψ¯j ,
où Dmψ
i = ∂mψ
i+Γijk∂mz
jψk est une dérivée d'espae-temps ovariante sur
la variété de Kähler pour ψi. Les hamps auxiliaires vérient
Kij¯F
i − 1
2
Kkj¯Γ
k
mlψ
mψl − ∂W
∂z¯j
= 0 .
L'élimination de es derniers nous donne le résultat nal
L = −Kij¯∂mzi∂mz¯j − iKij¯ψ¯jσ¯mDmψi +
1
4
Rij¯kl¯ ψ
iψkψ¯jψ¯l
− 1
2
DiWjψ
iψj − 1
2
Di¯W j¯ψ¯
iψ¯j −Kij¯WiW j¯ , (3.59)
où
Wi =
∂W
∂zi
et DiWj = ∂iWj − ΓkijWk . (3.60)
Le troisième terme du lagrangien (3.59) est un terme non-renormalisable
d'interations à quatre fermions. Dans le modèle de Wess-Zumino (3.19), le
potentiel de Kähler est anonique K = Φ†iΦ
i
. La métrique de Kähler est plate
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dans e as, Kij¯ = δij¯ , et le tenseur de ourbure est identiquement nul. Ces
termes ne sont don pas présents. Dans les modèles de supersymétrie loale
que nous onsidèrerons au paragraphe 3.2.3, nous ne ferons auune hypothèse
sur le potentiel de Kähler, et le lagrangien ontiendra es interations à quatre
fermions.
Le résultat (3.59) montre que la donnée de la métrique de Kähler et du
superpotentiel spéient entièrement le lagrangien d'une théorie supersymé-
trique. En supergravité, nous tirerons avantage du fait que le potentiel de
Kähler n'est pas déni de manière unique (éq. (3.58)).
3.2 La supergravité
3.2.1 L'inlusion naturelle de la gravitation
Pour briser spontanément la supersymétrie, nous avons vu qu'il est plus
intéressant de la jauger, 'est-à-dire de rendre les paramètres ξ et ξ¯ des trans-
formations (3.4) dépendant de x. À partir de l'algèbre (3.6), il est lair que
le produit de deux transformations de supersymétrie induira alors une trans-
lation ξ(x)σmη¯(x)∂m dépendant du point x. Cei est une transformation gé-
nérale des oordonnées et nous nous attendons à e que la gravitation inter-
vienne dans les théories de supersymétrie loale : 'est la raison pour laquelle
elle est appelée supergravité.
Pour jauger la supersymétrie, nous allons nous inspirer de e qui se pro-
duit habituellement quand on rend une symétrie loale. Considérons le la-
grangien d'un fermion de Dira (4 omposantes) libre
L = iχ¯γm∂mχ .
Il est invariant sous χ → e−iαχ qui est une symétrie U(1) globale. Dès lors
qu'on jauge ette symétrie, ∂mα(x) 6= 0, le lagrangien n'est plus invariant. La
proédure de Noether nous apprend que le ourant assoié est Jm = χ¯γmχ
et que la variation du lagrangien est
δL = (∂mα)J
m .
Pour ompenser e terme, on doit introduire le veteur Am de spin 1, qui se
transforme selon δAm = ∂mα(x), et ajouter le lagrangien−AmJm. On intègre
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e dernier à la théorie en promouvant la dérivée ∂m à une dérivée ovariante
Dm = ∂m + iAm. Le lagrangien
L = iχ¯γmDmχ
est invariant sous la symétrie de jauge U(1). Bien entendu, on doit également
rajouter à la théorie le terme inétique −1
4
FmnFmn du hamp de jauge.
Suivons la même proédure dans le as de la supersymétrie [20℄. Le la-
grangien supersymétrique d'un multiplet hiral (z, χ) libre est
L = − |∂mz|2 − iχσm∂mχ¯ ,
où nous avons éliminé le hamp auxiliaire par l'équation du mouvement tri-
viale F = 0. En reprenant les transformations (3.7) et (3.8) ave ξ → ξ(x),
nous trouvons que la variation du lagrangien sous la supersymétrie loale est
δξL = dérivée totale +
√
2 (χσmσ¯n∂nz¯∂mξ + h.c.) , (3.61)
e qui montre que le lagrangien n'est pas invariant. Il faut don introduire
un nouveau hamp. Puisque les générateurs de supersymétrie sont spinoriels,
il est naturel que ette nouvelle partiule soit un fermion qui, omme dans le
as U(1) vu préédemment, se transforme selon
δξψ
α
m =
1
κ
∂mξ
α(x) (3.62)
Il est appelé gravitino, et a un spin 3/2. La onstante κ a une dimension −1 ;
elle est introduite pour que le lagrangien ψmJ
m
ompensatoire
LN = −
√
2κ
(
χ¯σ¯mσnψ¯n∂mz + h.c.
)
ait les bonnes dimensions.
Toutefois, nous n'avons pas enore rendu la supersymétrie loale. En eet,
par supersymétrie, le gravitino doit avoir un superpartenaire qui n'apparaît
pas ii. Cei est onrmé par le alul de la variation du hamp χ dans le
lagrangien de Noether :
δξLN = 2iκ ψ¯mσ¯
nξ Tmn + h.c. , (3.63)
où
Tmn =
1
2
(∂mz¯∂nz + ∂nz¯∂mz)− 1
2
ηmn∂pz¯∂
pz
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est le tenseur énergie-impulsion du hamp salaire.
De nouveau, la variation (3.63) peut être ompensée en introduisant un
tenseur gmn de transformation δgmn ∼ iκξσnψ¯m + h.c. et en ajoutant le
lagrangien
Lg = gmnT
mn .
Ce nouveau hamp est le graviton, de spin 2, naturellement ouplé au
tenseur énergie-impulsion. Le graviton gmn et le gravitino ψ
α
m forment le
multiplet gravitationnel (ou de supergravité) indispensable dans toute théo-
rie de supersymétrie loale. Le graviton est le médiateur des interations
gravitationnelles tandis que son partenaire est le médiateur des interations
de supergravité. La onstante κ a maintenant une interprétation physique
naturelle : il s'agit de la masse de Plank κ−1 = MP .
3.2.2 Le multiplet de supergravité
Nous nous intéressons au modèle de supergravité le plus simple : elui du
multiplet gravitationnel seul (sans matière ni interation de jauge). L'ation
dérivant le graviton est l'ation d'Einstein-Hilbert
LEH = − 1
2κ2
√
det g R . (3.64)
Pour exprimer l'ation du gravitino, nous avons besoin d'introduire les
vierbein eam et la onnetion de spin ω
ab
m . Les indies m,n sont des indies
d'Einstein globaux, tandis que les indies a, b sont des indies de Lorentz
traduisant la platitude loale. La onnexion de spin est néessaire dès qu'une
théorie de relativité inlut des fermions. Les vierbein sont dénis par
gmn(x) = e
a
m(x)e
b
n(x)ηab , (3.65)
où η est la métrique plate. On en déduit que
√
det g = det e. Les vierbein
inverses sont dénis par gmn = ema e
n
b η
ab
.
Les matries de Dira γ s'érivent
γm(x) = e
a
m(x)γa .
Alors l'algèbre de Cliord {γa, γb} = −2ηab devient {γm, γn} = −2gmn.
En relativité générale, la onnetion de spin standard ω˜abm peut toujours
être exprimée en fontion des vierbein ar le terme de torsion
T amn = ∂me
a
n − ∂neam + ω˜amn − ω˜anm
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est nul. On trouve
ω˜mnl(e) = emaenbω˜
ab
l , ave
ω˜mnl =
1
2
[ena (∂me
a
l − ∂leam)− ela (∂neam − ∂mean)− ema (∂lean − ∂neal )] .
En supergravité, la torsion n'est pas nulle, elle est ontrainte par les identités
de Bianhi, e qui implique que la onnetion ontient également des termes
dépendant du gravitino :
ωmnl = ω˜mnl +
i
4
[
ena
(
ψlσ
aψ¯m − ψmσaψ¯l
)
(3.66)
− ela
(
ψmσ
aψ¯n − ψnσaψ¯m
)− ema (ψnσaψ¯l − ψlσaψ¯n)] .
En utilisant les relations (3.65) et (3.66), on réexprime l'ation (3.64)
uniquement en termes des vierbein :
LEH = − 1
2κ2
det eR , (3.67)
où R est le salaire de Rii inorporant la onnetion
R = ema e
n
b
(
∂mω
ab
n − ∂nωabm + ωacn ωbm c − ωacmωbn c
)
.
L'ation pour le gravitino est l'ation de Rarita-Shwinger
LRS = −1
2
det e εmnpq
(
ψmσnDpψ¯q − ψ¯mσ¯nDpψq
)
. (3.68)
Cette expression fait intervenir la dérivée ovariante Dm = ∂m − 12ωabmσab,
ave σab = 1
4
(
σaσ¯b − σbσ¯a).
Enn, les transformations des hamps sous la supersymétrie sont
δeam = iκ
(
ψmσ
aξ¯ − ξσaψ¯m
)
,
δψαm = −
2
κ
Dmξα + . . . ,
où . . . désigne des termes additionnels faisant intervenir des hamps auxi-
liaires. En eet, le multiplet de supergravité hors ouhe de masse ontient
également un hamp salaire omplexe M et un hamp vetoriel réel ba, sans
quoi les degrés de liberté ne sont pas équilibrés entre les bosons et les fermions
[21℄.
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3.2.3 Interations de jauge en supergravité
Nous présentons maintenant le lagrangien de supergravité [22, 23℄ in-
luant des superhamps hiraux Φi = (zi, χi, F i) et des superhamps veto-
riels V (a) =
(
v
(a)
m , λ(a), D(a)
)
; l'indie (a) de jauge ne doit pas être onfondu
ave l'indie a de Lorentz. Nous déomposons le lagrangien omme suit
Lsugra = LG + Lcin + Lint − det eVsugra . (3.69)
LG est le lagrangien de supergravité
9
pure
LG = −1
2
det eR + det e εmnpqψ¯mσ¯nD˜pψq . (3.70)
Lcin ontient les termes inétiques ovariants des hamps de matière et
du seteur de jauge
Lcin = − det e
{
K j¯i D˜mz
i
D˜
mz¯j + iK
j¯
i χ¯j σ¯
m
D˜mχ
i
+
1
4
F (a)mnF
mn (a) + iλ¯(a)σ¯mD˜mλ
(a)
}
, (3.71)
où g est le ouplage de jauge et K j¯i est la métrique de Kähler introduite dans
la setion 3.1.5.
9
Dans la suite, nous prenons κ = 1.
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Lint ontient tous les termes d'interation
Lint = det e
{√
2K j¯iX
(a)
j¯ χ
iλ(a) +
√
2K j¯iX
(a) iχ¯jλ¯
(a)
− 1
2
D(a)ψmσ
mλ¯(a) +
1
2
D(a)ψ¯mσ¯
mλ(a)
− 1√
2
K j¯i D˜nz¯jχ
iσmσ¯nψm − 1√
2
K j¯i D˜nz
iχ¯j σ¯
mσnψ¯m
+
i
4
[
ψmσ
abσmλ¯(a) + ψ¯mσ¯
abσ¯mλ(a)
]
F
(a)
ab
+
1
4
K j¯i
[
iεklmnψkσlψ¯m + ψmσ
nψ¯m
]
χiσnχ¯j (3.72)
− 1
8
[
K j¯iK
l¯
k − 2Rj¯ l¯ik
]
χiχkχ¯jχ¯l +
1
8
K j¯i χ¯j σ¯
mχiλ¯(a)σ¯mλ
(a)
− 3
16
λ(a)σmλ¯(a)λ(b)σmλ¯
(b)
− eK/2
[
Wψaσ
abψb +Wψ¯aσ¯
abψ¯b +
i√
2
DiWχ
iσaψ¯a
+
i√
2
D
i¯
Wχ¯iσ¯
aψa +
1
2
DiDjWχ
iχj +
1
2
D
i¯
D
j¯
Wχ¯iχ¯j
]}
Enn, le potentiel salaire est
Vsugra = e
K
{
K j¯i D
iWDj¯W − 3WW
}
+
1
2
D(a)D(a) , (3.73)
et nous avons sorti le déterminant de la métrique par onvention. La dérivée
Di est
DiW = Wi + KiW , (3.74)
DiDjW = Wij +KijW +KiDjW +KjDiW −KiKjW − ΓijkDkW ,
où Wij = ∂
2W/∂zi∂zj . La onnetion Γ a été dénie dans la setion 3.1.5,
équation (3.56).
Les lagrangiens (3.70), (3.71) et (3.72) ontiennent les dérivées D˜m qui
sont ovariantes par rapport aux transformations de jauge, d'espae-temps
et par rapport aux transformations de Kähler.
Pour voir e dernier point, onsidérons le potentiel Vsugra. Il est inva-
riant sous les transformations de Kähler pourvu qu'elles soient généralisées
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et qu'elles s'aompagnent de transformations du superpotentiel
K(Φ,Φ†)→ K(Φ,Φ†) + F (Φ) + F †(Φ†) ,
W (Φ)→ e−F (Φ)W (Φ) , (3.75)
qui transforment les dérivées (3.74) selon DiW → e−FDiW . Les termes iné-
tiques (3.71) sont invariants si les fermions ont une transformation de super-
Weyl
χi → e i2 ImFχi , ψm → e− i2 ImFψm , (3.76)
e qui induit un terme de dérivée ovariante supplémentaire, omme énoné
i-dessus. On peut montrer que les transformations (3.76) sont automatique-
ment induites par les transformations de Kähler (3.75) aompagnées d'une
transformation de Weyl de poids F pour le multiplet de supergravité. Le la-
grangien total Lsugra est invariant sous les transformations de Kähler-Weyl.
Dans le lagrangien, nous avons éliminé les hamps auxiliaires
F i = −eK/2 (K−1)i
j¯
D
j¯
W ,
D(a) = −gKi T (a) ij zj , (3.77)
où K−1 est la métrique de Kähler inverse. Ces expressions sont similaires à
elles trouvées dans la limite globale (3.38).
Penhons-nous de manière plus détaillée sur le seteur de jauge. On peut
montrer que la variété de Kähler possède un groupe d'isométries G de di-
mension d qui laisse invariante la métrique. Il est généré par les veteurs de
Killing holomorphes
X(a) = X(a) i
∂
∂zi
, X
(a)
= X
(a)
j
∂
∂z¯j
,
ave (a) = 1, . . . , d, qui vérient
[
X(a), X(b)
]
= −fabcX(c), où fabc sont les
onstantes de struture de G. La dérivée de Lie dénie à partir de es veteurs
doit être nulle sur la métrique de Kähler. Par onséquent, il existe d quantités
réelles D(a), appelées potentiels de Killing, telles que
K j¯iX
(a)
j¯ = i
∂D(a)
∂zi
, K j¯iX
i (a) = −i ∂D
(a)
∂z¯j
,
et qui, omme on le voit, sont dénies à des onstantes près
D(a) −→ D(a) + c(a) . (3.78)
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Le potentiel de Kähler, ontrairement à la métrique, n'est pas invariant
sous les isométries
δK =
(
ǫ(a)X(a) + ǫ¯(a)X
(a)
)
K .
Si les paramètres ǫ(a) sont réels, ei équivaut à une transformation de Kähler
(3.58). S'ils sont omplexes, alors on peut réarranger l'expression préédente
de façon à faire apparaître une transformation de Kähler
δK = ǫ(a)F (a) + ǫ¯(a)F
(a) − i (ǫ(a) − ǫ¯(a))D(a) .
ave F (a) = X(a)K + iD(a). Le dernier terme ressemble étrangement à une
transformation de jauge.
L'idée prinipale est de tirer parti de ette transformation pour trouver
le seteur de jauge d'une théorie de supergravité. On promeut les paramètres
ǫ(a) à des superhamps hiraux Λ(a). On montre alors que pour qu'une théo-
rie hirale soit invariante sous les isométries de la variété de Kähler, on doit
introduire un superhamp vetoriel V = V (a)T (a), et G n'est autre que le
groupe de jauge. Ce proessus n'est pas aussi simple que ela : il faut om-
plexier le groupe G et vérier que les termes inétiques de supersymétrie
Φ†eVΦ sont bien invariants. Pour l'essentiel, 'est ainsi que se onstruit le
seteur de jauge en supergravité. L'indétermination (3.78) des hamps auxi-
liaires D peut donner lieu à des termes de Fayet-Iliopoulos et don briser
spontanément la supersymétrie.
Dans le paragraphe, nous onsidérons les brisures spontanées de super-
symétrie à la O'Raifeartaigh, 'est-à-dire que seuls les hamps auxiliaires F
peuvent avoir des valeurs moyennes non-nulles.
3.2.4 Le potentiel salaire et la brisure de supersymétrie
Le potentiel salaire (3.73) ave D(a) = 0 se réérit
Vsugra = e
K
{
K j¯i DiWD
j¯
W − 3WW
}
= K j¯i F
iF j − 3eK |W |2 . (3.79)
Ce n'est plus une somme de termes positifs, don :
En supergravité, l'énergie peut être négative.
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Ce potentiel peut être réérit en utilisant la fontion
G = K + ln |W |2 , (3.80)
e qui donne
Vsugra = e
G
{
Gj¯i G
i Gj¯ − 3
}
, (3.81)
où Gj¯i = ∂
2G/∂zi∂z¯j¯ et Gi = ∂G/∂z
i
sont reliés à K j¯i , Ki, Kj¯ et aux déri-
vées ovariantes de W par (3.80). Dans une théorie hirale sans seteur de
jauge, on peut montrer que le lagrangien s'exprime uniquement en terme du
potentiel G.
La ondition de brisure de la supersymétrie est
Fi ∼ DiW 6= 0 .
Dans e as, omme nous le voyons d'après l'équation (3.8), le fermion χi a
une transformation par un terme onstant
δξχ
i = . . .−
(√
2eK/2Ki j¯Dj¯W
)
ξ , (3.82)
e qui signie que χi est le Goldstino (à un fateur multipliatif près). Les
interations (3.72) donnent lieu à une absorbtion de χi par le gravitino. À
travers e méanisme
10
, appelé super-Higgs, le gravitino aquiert une masse
m23/2 = e
K |W |2 = eG . (3.83)
Dans e as le potentiel se réérit simplement
Vsugra = K
j¯
i F
iF j − 3m23/2M2P ,
où nous avons réintroduit la onstante κ. Cei implique que :
En supergravité, il est possible de briser spontanément la supersymétrie tout
en ayant une onstante osmologique nulle.
En forçant la onstante osmologique 〈V 〉 = 0, et en dénissant l'éhelle
de brisure de la supersymétrie par
M4SUSY = 〈K j¯i F iF j〉 ,
on voit que la masse du gravitino paramétrise la brisure de supersymétrie
m23/2 =
M4SUSY
3M2P
.
10
Il est aisé de voir à partir du lagrangien d'interation (3.72) - deuxième et deux der-
nières lignes - et des hamps auxiliaires (3.77) que l'expression du Goldstino (3.46) reste
valable en supergravité dans le as général.
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Les termes de brisure doue
À travers les diérents ouplages du lagrangien d'interation (3.72), on
voit que la brisure spontanée de supersymétrie dans le adre d'une théorie de
supergravité donne lieu à des termes non-supersymétriques dans le lagran-
gien. On peut montrer par des théorèmes de non-renormalisation que es
termes n'introduisent pas de nouvelles divergenes quadratiques. En e sens,
ils sont appelés termes de brisure doue [24, 25, 26℄. Ces termes sont :
• des masses pour les hamps salaires M2ij¯ziz¯j¯ et
(
M2ijz
izj + h.c.
)
,
• des masses pour les jauginos (Maλ(a)λ(a) + h.c.),
• des ouplages trilinéaires Aijkzizjzk.
La matrie de masse des salaires se déduit du potentiel (3.81)(
M2ij¯ M
2
ij
M2i¯j¯ M
2
i¯j
)
.
En imposant une onstante osmologique nulle, on montre que les termes
de masse pour les salaires sont
11
M2ij¯ = 〈 eG
(
Gij¯ − Rij¯αβ¯GαGβ¯
)
〉 ,
M2ij = 〈 eG (2∇iGj +Gα∇i∇jGα) 〉 . (3.84)
Dans es expressions, nous avons indiés par des lettres latines i, j les hamps
ne ontribuant pas à la brisure de supersymétrie (F i = 0), et par des lettres
greques α, β eux y ontribuant (F α 6= 0).
Les ouplages trilinéaires sont
Aijk = 〈 eG (3∇i∇jGk +Gα∇i∇j∇kGα) 〉 .
Enn, les masses des jauginos les plus générales sont
Ma =
1
2
(Refa)
−1m3/2fa αGα , (3.85)
où fa est la fontion inétique de jauge (voir note de bas de page, paragraphe
3.1.2).
11
On onsidère toujours que la supersymétrie est brisée par des omposantes F , don
D(a) = 0.
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Notons enn qu'après l'absorbtion du Goldstino par le gravitino, les
masses des fermions peuvent être diagonalisées dans le lagrangien (3.72).
On trouve que la matrie de masse est
mij = 〈 eG
(
∇iGj + 1
3
GiGj
)
〉 .
La séparation de masse entre les fermions et les bosons a bien lieu. Dans
les expressions (3.84), le premier terme Gi j¯ et 2∇iGj de haque expression
onstitue la masse supersymétrique, présente dans le lagrangien, tandis que le
seond terme est la masse de brisure doue. Tout l'enjeu est don de réaliser
la brisure spontanée de supersymétrie de sorte que es termes de brisure
doue élèvent les masses des salaires à des énergies non-atteintes à l'heure
atuelle.
Chapitre 4
Brisures dynamiques de symétries
4.1 Brisure de symétrie hirale à la Nambu-
Jona-Lasinio
4.1.1 Le modèle non-supersymétrique
Un exemple simple de brisure dynamique de symétrie par formation d'états
liés est le modèle de Nambu-Jona-Lasinio (NJL, [27℄). Il s'agit d'une théorie
fermionique ontenant une interation de Fermi
LNJL = iψ¯
aγµ∂µψ
a +
G
4
[(
ψ¯aψa
)2 − (ψ¯aγ5ψa)2] , (4.1)
où a = 1, . . . , N est un indie de saveur interne et G est une onstante
dimensionnée [G] = −2.
Ce modèle possède un groupe de symétries globales SU(N) × U(1)V ×
U(1)A ave les transformations suivantes
ψa
U(1)A−→ eiαγ5ψa , ψa U(1)V−→ eiβψa , (4.2)
qui se réérivent
ψaL
U(1)A−→ e−iαψaL , ψaL
U(1)V−→ eiβψaL ,
ψaR
U(1)A−→ eiαψaR , ψaR
U(1)V−→ eiβψaR ,
en utilisant la notation ψaR,L =
1±γ5
2
ψaR,L. Le lagrangien (4.1) en fontion des
omposantes gauhe et droite est
LNJL = iψ¯
a
Rσ
µ∂µψ
a
R + iψ¯
a
Lσ
µ∂µψ
a
L +G
(
ψ¯aRψ
a
L
) (
ψ¯bLψ
b
R
)
. (4.3)
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L'interation à quatre fermions étant non-renormalisable, e modèle ad-
met une éhelle de validité Λ, qui sera le uto des intégrales divergentes
dans les boules. La self-énergie Σ des fermions est dénie par la résolution
de l'équation de Dira
iγµpµ + Σ(p,m,G,Λ) = 0 ,
Σ(p,m,G,Λ)|iγµpµ+m = 0 = m ,
(4.4)
puisqu'il n'y a pas de terme de masse dans le lagrangien (4.3).
. . .+ +
Σ
=
=
Σ
G2G
G
Fig. 4.1  Resommation des graphes donnant la self-énergie à l'ordre domi-
nant.
Les équations (4.4) dénissent la masse m, et la détermination de la self-
énergie passe par le alul des diagrammes présentés sur la Fig. 4.1. À l'ordre
dominant, es diagrammes peuvent être resommés et on obtient m par une
équation impliite
m = Σ = −2NG
(2π)4
i
∫
d4p
m
p2 −m2 . (4.5)
Cette équation
1
admet la solution m = 0, ainsi qu'une seonde solution non-
triviale qui s'exprime en fontion du ouplage G et du uto Λ permettant
de régulariser l'intégrale. Après alul expliite, on trouve
1
G
=
NΛ2
8π2
{
1− m
2
Λ2
ln
Λ2
m2
}
. (4.6)
1
L'équation (4.5) est souvent appelée équation de gap, par analogie ave la supraon-
dutivité.
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Puisque l'on veut m2 < Λ2, l'équation (4.6) n'a de solution que si
G > Gc ≡ 8π
2
NΛ2
, (4.7)
où Gc est le ouplage ritique.
La solution m = −G〈ψ¯bψb〉 6= 0 donnée par l'équation (4.6) brise spon-
tanément la symétrie hirale U(1)A ar un terme de masse mψ¯
aψa n'est pas
invariant sous (4.2). Le spetre ontient alors une partiule pseudo-salaire de
masse nulle, qui orrespond au boson de Goldstone aompagnant la brisure
de symétrie hirale, et un salaire de masse 2m. Cette dernière orrespond à
l'apparition, en dessous de l'éhelle Λ, d'un état lié 〈ψ¯aLψaR〉, omme le montre
le lagrangien (4.3).
On peut dérire de manière eetive le lagrangien NJL en introduisant
un hamp salaire φ sans dynamique de la façon suivante
Leff = iψ¯
a
Rσ
µ∂µψ
a
R + iψ¯
a
Lσ
µ∂µψ
a
L + g0
(
φψ¯aRψ
a
L + h.c.
)−m20 |φ|2 . (4.8)
L'équation du mouvement pour φ permet failement de retrouver le lagran-
gien (4.3) ave
φ =
g0
m20
ψ¯aLψ
a
R , et G =
g20
4m20
. (4.9)
Comme nous l'avons évoqué au début du hapitre 3, il est très diile
de protéger un hamp salaire par des symétries. À travers les ouplages de
Yukawa du lagrangien (4.8), le hamp φ aquiert don un terme inétique de
normalisation Zφ, une masse m
2
φ et un ouplage d'auto-interation quartique
λφ donnés par
Zφ(Q) =
Ng20
(4π)2
ln
Λ2
Q2
,
m2φ(Q) = m
2
0 −
2Ng20
(4π)2
(
Λ2 −Q2) , (4.10)
λφ(Q) =
2Ng40
(4π)2
ln
Λ2
Q2
,
à une ertaine éhelle Q. Le lagrangien généré à basse énergie est
Leff = iψ¯
a
Rσ
µ∂µψ
a
R + iψ¯
a
Lσ
µ∂µψ
a
L + g0
(
φψ¯aRψ
a
L + h.c.
)
+ Zφ |∂µφ|2 −m2φ |φ|2 −
λφ
2
∣∣φ†φ∣∣2 . (4.11)
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D'après (4.10), lorsque Q→ Λ, les quantités Zφ et λφ tendent vers zéro.
Cei montre que φ n'est pas un hamp fondamental de la théorie mais qu'il
s'agit d'un état omposite. À haute énergie, 'est-à-dire au dessus de l'éhelle
Λ, l'état lié ψ¯aLψ
a
R disparaît et on doit retrouver le lagrangien (4.3) en rem-
plaçant les paramètres selon (4.9).
On redénit le hamp φ→ φ · Z−1/2φ de sorte que le lagrangien (4.11) est
anoniquement normalisé si on redénit également les ouplages
g =
g0
Z
1/2
φ
, λ′ =
λφ
Z2φ
. (4.12)
On trouve alors que λ′ →∞ lorsque Q→ Λ.
À la n des années 1980, l'idée d'utiliser es modèles pour expliquer la
brisure életrofaible et de onsidérer le hamp de Higgs omme un état om-
posite top-antitop onnut un ertain enthousiasme [28℄. En jaugeant la symé-
trie hirale étudiée i-dessus, et en érivant une interation à quatre fermions
uniquement pour le quark top,
L = L
Modèle Standard
+ G
(
ψ¯i aL t
a
R
) (
ψi bL t¯
b
R
)
,
on engendre dynamiquement la brisure SU(2)×U(1)→ U(1) via la onden-
sation 〈t¯t〉. De la même manière que dans le Modèle Standard, les hamps de
Goldstone liés à ette brisure sont absorbés par les bosons de jauge et eux-
i aquièrent une masse. L'interation à quatre fermions est alors omprise
omme la reminisene à basse énergie de l'éhange d'un boson massif W±
ou Z qui a déouplé de la théorie.
L'intérêt de e modèle est évident : il permet d'éviter l'introdution d'une
nouvelle partiule dans le Modèle Standard et explique naturellement la bri-
sure de la symétrie életrofaible. Malheureusement, es modèles sont mainte-
nant exlus. En eet, la masse du quark top dépend de l'éhelle de struture
Λ. Les aluls à une boule (voir Bardeen, Hill, Lindner [28℄) montrent que
pour des valeurs de Λ allant de 104 à 1019 GeV, la masse du quark top ne
desend pas en dessous de 220 GeV, alors que les dernières mesures donnent
mt = 170 GeV. De plus, les paramètres (4.10) ne sont pas renormalisables. De
e fait, on ne résout pas le problème de hiérarhie dans le Modèle Standard.
Pour palier e dernier point, l'idée la plus naturelle est de rendre le modèle
de Nambu-Jona-Lasinio supersymétrique.
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4.1.2 Supersymétrisation des modèles NJL
On inlut les fermions ψa dans des superhamps hiraux Φa (voir setion
3.1). L'extension minimale du modèle NJL est [29℄
LSNJL =
∫
d4θ
(
Φ
a
Φa + GΦaΦaΦ
b
Φ
b
)
. (4.13)
Les transformations des superhamps sous la symétrie hirale U(1)A sont
Φa
U(1)A−→ eiαΦa , Φa U(1)A−→ e−iαΦa .
De plus, le lagrangien i-dessus ontient une R-symétrie ontinue puisque,
omme nous l'avons dans la setion 3.1.4, le potentiel de Kähler est toujours
invariant.
Si l'on suit la même proédure que dans le as non-supersymétrique, on
dénit la masse du multiplet Φa et on alule les orretions de la fontion à
deux points. L'équation de gap trouvée dans le as de deux hamps [29℄ est
1 = G2
∫
d4p
(2π)4
d4q
(2π)4
|m|2(
p2 + |m|2) (q2 + |m|2) ((m− p− q)2 + |m|2) .
En alulant expliitement l'intégrale ave le uto Λ, on s'aperçoit immé-
diatement que l'équation i-dessus n'admet qu'une seule solution m = 0 ar
l'intégrale est négative. La supersymétrie protège don la symétrie hirale et
empêhe la formation d'un ondensat.
On lève ette diulté en introduisant un terme de brisure doue [30℄. Le
lagrangien (4.13) est modié en
LSNJL =
∫
d4θ
[
Φ
a
Φa
(
1− Σ2θ2θ¯2) + GΦaΦaΦbΦb] . (4.14)
Ave ette modiation, la symétrie hirale est dynamiquement brisée par le
ondensat 〈ψaψa〉, et on retrouve les mêmes propriétés que dans le modèle
NJL originel. En partiulier, l'équation de gap onduit à la ondition G > Gc
ave le ouplage ritique
1
Gc
=
NΣ2
4π2
ln
Λ2
Σ2
. (4.15)
Cette expression traduit le fait que la divergene quadratique à l'origine du
ouplage ritique (4.7) a été réduite en divergene logarithmique par super-
symétrie.
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En outre, on peut montrer que la version supersymétrique du lagrangien
à basse énergie (4.8) met en jeu deux superhamps hiraux H1 et H2. Le
lagrangien orrespondant est
Leff =
∫
d4θ
[
Φ
a
Φa
(
1− Σ2θ2θ¯2) + H†1H1]
+
{ ∫
d2θH2 (mH1 − gΦaΦa) + h.c.
}
. (4.16)
L'équation du mouvement pour H2 implique que H1 =
g
m
ΦaΦa, qui est
la généralisation de (4.9). En injetant e résultat dans (4.16), on retrouve
le lagrangien (4.14) ave G = g
2
m2
. C'est don H1 qui joue le rle du hamp
omposite, tandis que H2 est juste un multipliateur de Lagrange. L'équation
du mouvement pour H1 implique H2 =
1
4m
D
2
H†1 =
g
4m2
D
2 (
Φ
a
Φ
a)
.
L'inonvénient majeur du modèle NJL supersymétrique ave brisure doue
est que pour une éhelle Σ≪ Λ, le ouplage minimum requis pour former un
ondensat est extrêmement fort : Gc ≫ 1/Λ2, e qui onstitue un problème
de naturalité assez sévère. C'est la raison pour laquelle es idées furent aban-
données pour expliquer l'origine de la brisure életrofaible dans le MSSM.
4.1.3 Dualité ave des modèles à dimensions supplé-
mentaires
Nous allons montrer que le modèle de Nambu-Jona-Lasinio (4.3) et sa
version supersymétrique (4.14) sont duaux de théories ave dimensions sup-
plémentaires (Publiation N o 2).
Pour e faire, nous reprenons le modèle à six dimensions développé dans
la setion 2.3 et dans la Publiation N o 1
S =
∫
d4xd2y
[
1
2
(∂Mφ)
2 − Vδ(φ)
]
,
Vδ(φ) =
(
−µ
2
2
φ2 +
λ
4
φ4
)
· δ2(y) , (4.17)
que nous ompations sur l'orbifold T 2/Z2 (voir paragraphe 2.1.1). Le hoix
de onditions aux bords de type Sherk-Shwarz
φ (y1 + 2πR1, y2) = −φ (y1, y2) ,
est analogue aux onditions de Dirihlet (2.19) prises sur le disque
2
. Par
2
En eet, en prenant y1 = −piR1, on trouve simplement que φ(piR1, y2) = 0.
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ailleurs, nous hoisissons la parité +1 sous l'ation de l'orbifold pour assurer
la présene d'un mode zéro. Le hamp se déompose omme suit
φ(xµ,−→y ) =
∑
k1,k2∈Z
1√
4π2R1R2
cos
[
(k1 + 1/2) y1
R1
+
k2y2
R2
]
φk1,k2(x
µ) . (4.18)
En injetant (4.18) dans l'ation (4.17) et en diagonalisant la matrie de
masse M sur les modes propres Φm, on trouve une équation aux valeurs
propres MΦm = mΦm ave
4π2R1R2
µ2
=
∑
k1,k2∈Z
[(
k1 + 1/2
R1
)2
+
(
k2
R2
)2
−m2
]−1
.
Le ouplage ritique orrespond à un mode de masse nulle
4π2R1R2
µ2c
=
∑
k1,k2∈Z
[(
k1 + 1/2
R1
)2
+
(
k2
R2
)2]−1
.
Au delà de ette valeur ritique, µ2 > µ2c , la masse m
2
devient négative et on
observe la transition de phase développée dans la Publiation N o 1.
Le modèle (4.17) peut être généré en ouplant le hamp salaire à un en-
semble de N fermions ψa loalisés à l'origine des dimensions supplémentaires
par une interation
(
gψaψaφ(−→y = −→0 ) + h.c.
)
. Comme dans le modèle ee-
tif (4.8), le hamp φ aquiert un terme inétique, une masse et un ouplage
quartique par orretion à une boule de sa fontion à deux points. On trouve
un paramètre de masse
µ2 =
Ng
4π2
Λ2 , (4.19)
où nous avons supposé que R1 = R2 ≡ R. Pour µ2 > µ2c = 4π/ ln (Λ2R2),
le hamp développe une valeur moyenne 〈φ〉 6= 0 qui brise spontanément la
symétrie hirale des fermions ψa.
La version duale de e modèle se trouve en déouplant le hamp salaire
φ de la théorie au niveau des arbres. Cei produit un lagrangien loalisé à
quatre dimensions de la forme (4.3) ave
G =
g2
2π2R1R2
∑
k1,k2∈Z
[(
k1 + 1/2
R1
)2
+
(
k2
R2
)2]−1
≃ g
2
4π
ln
(
Λ2R2
)
.
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La brisure dynamique de symétrie hirale à la NJL a lieu pour G > Gc ave
G−1c = NΛ
2/4π2. On trouve don la même ondition que dans la desription
à six dimensions µ2 > µ2c en remplaçant µ
2
et µ2c par leur valeur.
Si l'on reprend l'évolution lassique des ouplages omme nous l'avions
fait dans la Publiation N o 1, on montre lairement que le hamp φ ou plutt
son mode zéro est le hamp omposite introduit dans le lagrangien (4.11).
Les deux modèles sont don duaux : ils dérivent la même théorie. Rappelons
que notre éhelle Λ est diretement reliée à la régularisation de la singularité
en
−→y = −→0 , et non pas à l'éhelle de struture à laquelle le salaire φ esse
d'être omposite : dans e modèle, Zφ(Q)→ 0 lorsque Q→ R−1 et non pas
Λ.
Dans la Publiation N o 2, nous avons également étudié la version su-
persymétrique du modèle, et montré que la dualité est présente là aussi.
Malheureusement, le problème de naturalité pour Gc ≫ R2 évoqué à la n
du paragraphe préédent n'est pas résolu.
Le modèle (4.17) ave µ donné par (4.19) donne lieu à la brisure de symé-
trie hirale à l'ordre des arbres. Le modèle NJL, quant à lui, reproduit ette
brisure en faisant appel à des phénomènes non-perturbatifs. On peut don ti-
rer avantage de la dualité puisque dans la version dimensions supplémentaires
de la théorie, les aluls sont grandement simpliés. Nous pensons que e type
de dualité entre des phénomènes non-perturbatifs à quatre dimensions et des
modèles ave dimensions supplémentaires est générique.
4.2 QCD Supersymétrique
Dans ette setion, nous donnons une seonde illustration de la ma-
nière dont des phénomènes nonperturbatifs, ii la ondensation de jauginos,
peuvent engendrer un potentiel eetif à basse énergie. Nous verrons notam-
ment omment ela peut induire la brisure dynamique d'une symétrie.
Considérons une théorie de Yang-Mills supersymétrique dont le groupe
de jauge est SU(Nc), où Nc représente le nombre de ouleurs. Le multiplet
hiral de jauge
W a =
(
λa, Aaµ
)
,
ave a = 1, . . . , N2c −1, dérit les gluons Aaµ et leur partenaire, les gluinos λa,
que nous appellerons aussi jauginos de manière plus générique.
La matière est représentée par Nf saveurs de quarks ψ et d'antiquarks
ψ˜ dans les représentations Nc et Nc de SU(Nc), assoiés à leur partenaire
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salaire z, z˜ dans les multiplets hiraux
Qiα = (z
i
α, ψ
i
α) ,
Q˜αi = (z˜
α
i , ψ˜
α
i ) ,
ave i = 1, . . . , Nf et α = 1, . . . , Nc.
L'évolution de la onstante de ouplage g ave l'énergie est donnée par sa
fontion bêta à une boule
β(g) = µ
dg
dµ
= − g
3
16π2
(3Nc −Nf) . (4.20)
Cette théorie est don asymptotiquement libre si Nf < 3Nc, et libre dans
l'infra-rouge pour Nf > 3Nc. Nous nous plaçons dans le premier as ; de
telles théories sont appelées SUSY-QCD.
Comme dans le as de la QCD du Modèle Standard, il existe une éhelle
dynamique, Λ, qui est un invariant du groupe de renormalisation, donnée par
Λ = µ exp
(
− 8π
2
(3Nc −Nf )g2(µ)
)
. (4.21)
ave, don, dΛ/dµ = 0. Cette éhelle représente l'énergie à partir de laquelle
la théorie des perturbations n'est plus une bonne approximation, 'est-à-dire
g(Λ) ∼ 1.
4.2.1 L'indie de Witten
En 1982, E. Witten [31℄ montra qu'une telle théorie possède Nc vides
supersymétriques non-dégénérés. Pour e faire, il alula la quantité
Tr(−1)F = nombre de bosons − nombre de fermions = nB − nF (4.22)
pour une théorie de SUSY-QCD de groupe de jauge SU(Nc). Comme nous
le verrons, e résultat est indépendant de la matière introduite, et don de
Nf .
La donnée de Tr(−1)F , appelé indie de Witten, permet d'appréhender
si la supersymétrie est brisée ou non dans une théorie donnée. Un point
lé de ette détermination est de se plaer à volume ni. Dans e as, le
spetre est disret et les états propres du système peuvent être omptés. Un
état bosonique |b〉 vérie (−1)F |b〉 = +|b〉 tandis qu'un état fermionique |f〉
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vérie (−1)F |f〉 = −|f〉. à partir de l'ensemble du spetre d'une théorie, nous
retrouvons l'expression (4.22).
Seuls les états d'énergie nulle ontribuent à l'indie de Witten. En eet,
une superharge Q et son onjugué Q vérient l'algèbre
Q2 = Q
2
= 0 ,
QQ + QQ = H , (4.23)
où H est l'hamiltonien du système. L'indie de Witten antiommute ave les
superharges : (−1)FQ = −Q(−1)F .
Considérons un état propre bosonique de l'hamiltonienH|b〉 = E|b〉. L'a-
tion de l'opérateur Q sur et état est
Q|b〉 =
√
E|b′〉 et Q|b〉 = 0 . (4.24)
En appliquant Q sur la deuxième équation, nous obtenons
0 = QQ|b〉 = (H −QQ)|b〉 = E|b〉 −
√
EQ|b′〉 .
Don l'ation de Q et Q sur l'état |b′〉 est
Q|b′〉 = 0 et Q|b′〉 =
√
E|b〉 ,
si et seulement si E 6= 0. Il s'ensuit que |b′〉 est d'énergie E et que les deux
états sont dégénérés. Si on applique (−1)F à la première égalité de (4.24), on
trouve que |b′〉 est un état fermionique.
Nous venons de montrer que les états d'énergie non-nulle sont assoiés
en paires fermion-boson par la supersymétrie, et ils ne ontribuent don pas
à l'indie de Witten. Nous appellerons nB et nF le nombre de bosons et de
fermions dans l'état d'énergie nulle.
Clairement, si Tr(−1)F 6= 0, alors le niveau d'énergie nulle est oupé et
la supersymétrie n'est pas brisée. En revanhe, si Tr(−1)F = 0, deux as de
gure se présentent : si nB = nF 6= 0, nous sommes dans un as partiu-
lier de la onguration préédente, et la supersymétrie n'est pas brisée ; si
nB = nF = 0, la supersymétrie est brisée puisque l'état d'énergie nulle n'est
pas oupé. Rien ne permet de diérenier es deux as, et il est don plus
intéressant de ontraindre les méanismes de brisure de la supersymétrie en
étudiant les as où Tr(−1)F 6= 0. En eet, si l'état d'énergie nulle n'est pas
oupé, ela signe une brisure spontanée de la supersymétrie. En outre, la
4.2.1 L'indie de Witten 73
donnée de Tr(−1)F = 0 ne nous apprend rien sur une brisure dynamique de
la supersymétrie.
Quelle est la limite de volume inni une fois que l'on onnaît l'indie de
Witten d'une théorie ? Si l'on a trouvé que Tr(−1)F = 0, la supersymétrie est
peut-être brisée à volume ni, mais il se peut tout à fait qu'elle soit restaurée
dans la limite V → ∞. En revanhe, si Tr(−1)F 6= 0 pour tout volume ni,
alors la supersymétrie n'est pas brisée dans la limite de volume inni.
Une question que l'on peut se poser est : omment évolue l'indie de
Witten lorsque l'on varie ontinûment les paramètres de la théorie ? Prini-
palement deux as peuvent se produire :
1. une partiule d'énergie non-nulle est déplaée vers l'état fondamental.
Dans e as, nB et nF sont augmentés d'une unité puisque l'état originel
étant d'énergie non-nulle, par supersymétrie, le superpartenaire de la
partiule desend aussi vers l'état fondamental.
2. une partiule de l'état fondamental aquiert une énergie non-nulle. De
même, par supersymétrie, un superpartenaire doit lui être apparié.
Don nB et nF perdent haun une unité.
Dans les deux as, l'indie de Witten est invariant. En revanhe, il se peut
que de nouveaux états soient réés lorsqu'on varie les paramètres. Le modèle
le plus simple dans lequel ei se produise est elui d'un hamp salaire φ
dont le potentiel
V (φ) =
(
mφ− g2φ2)2
admet deux minima d'énergie nulle en φ = 0 et φ = m/g si g 6= 0, tandis
qu'il n'en admet qu'un seul (φ = 0) pour g = 0. L'indie de Witten est
don disontinu. En réalité, lorsque g varie de zéro à une valeur non-nulle,
le omportement asymptotique du potentiel passe d'une forme ∼ φ2 à une
forme ∼ φ4, et le seond minimum m/g est ramené ontinûment de l'inni.
La ondition pour laquelle Tr(−1)F est invariant sous un hangement des
paramètres est que l'on n'introduise pas dans la théorie de nouveaux termes
suseptibles de modier le omportement asymptotique de elle-i. Autre-
ment dit, on ne doit pas rajouter de termes plus grands que les termes déjà
présents dans la théorie.
Considérons enn le problème des partiules de masse nulle. Si les parti-
ules sont non-massives par aident ar auune symétrie n'en est respon-
sable, alors nous pouvons aluler l'indie de Witten en supposant m 6= 0
puis prendre la limite m→ 0 à la n du alul. Si, par ontre, les partiules
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sont protégées par une symétrie qui les empêhe d'aquérir une masse, alors
le problème est plus déliat à traiter. C'est ette dernière possibilité que nous
allons onsidérer pour SUSY-QCD puisque 'est e qui se produit dans les
théories de jauge.
La diulté ii est que nous travaillons à volume ni. Il faut don im-
poser des onditions aux bords pour les hamps. L'algèbre de supersymétrie
inluant l'invariane par translation, nous devons imposer des onditions pé-
riodiques, et qui plus est, elles doivent être imposées aux bosons et aux
fermions de la même façon, y ompris pour le hamp de jauge. D'autre part,
le hamp de jauge reste non-massif tant que la symétrie de jauge n'est pas
brisée. Sa omposante de moment nul ontribue don à Tr(−1)F . Dans la li-
mite de volume inni, on xe en général la jauge pour éliminer la omposante
A0. En volume ni, la diulté réside dans le fait de respeter les onditions
de périodiité. On peut montrer que pour une symétrie de jauge abélienne,
il est enore possible de xer la jauge de sorte à éliminer A0. Dans e as,
seuls les jauginos partiipent à l'indie de Witten.
En présene d'un groupe de jauge non-abélien, il y a de nombreuses façons
de satisfaire les onditions aux bords tout en xant la jauge pour éliminer
la omposante de moment nul. Néanmoins il reste toujours une omposante
de spin zéro dans l'état fondamental, don Tr(−1)F = 1 pour haque hoix
de ondition aux bords. Tehniquement, le hamp de jauge d'énergie nulle
peut toujours être érit Aµ = −i(∂µU)U−1 pour une ertaine matrie U .
Les onditions de périodiité sur Aµ se transrivent en onditions sur U de
manière non-bijetive. On montre que, pour une théorie SU(Nc), il y a Nc
hoix diérents de onditions sur U (qui reviennent essentiellement à un hoix
de phase exp
(
2iπk
Nc
)
) menant de manière équivalente aux bonnes onditions
aux bords pour Aµ. Finalement, Tr(−1)F = Nc.
Enn, si l'on ajoute un ertain nombre Nf de multiplets hargés sous
SU(Nc), auune symétrie n'empêhe des termes de masses (qui sont inva-
riants de jauge) d'être présents pour es hamps de matière. On alule don
l'indie de Witten en supposant es hamps massifs, et on prend la limite de
masse nulle à la n du alul. Clairement, es hamps ne ontribuent pas à
Tr(−1)F puisqu'ils ont au moins l'énergie de leur masse. Dans e qui suit,
nous allons retrouver la prédition de Witten et expliiter les Nc vides de la
théorie.
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La théorie ultraviolette [32℄ est dérite par le lagrangien
L =
1
4g2
(∫
d2θTrW aW a + h.c.
)
+
1
g2
∫
d4θ
(
Q†eVQ+ Q˜†e−V Q˜
)
(4.25)
où V est le supermultiplet vetoriel.
Au niveau lassique, le lagrangien (4.25) est invariant sous le groupe de
symétries globales U(Nf )L × U(Nf )R × U(1)R, que l'on peut déomposer en
SU(Nf )L×SU(Nf )R×U(1)B×U(1)A×U(1)R. Le fateur U(1)B représente
le nombre baryonique, et U(1)A est hiral.
La symétrie hirale U(1)A et la R-symétrie U(1)R dièrent de par la
transformation des oordonnées grassmanniennes, omme nous l'avons vu au
paragraphe 3.1.4. Soit ω le paramètre de la transformation hirale et η elui
de la R-symétrie. Les transformations des superhamps sous es symétries
sont :
• U(1)A
Q(x, θ) −→ eiωQ(x, θ) ,
Q˜(x, θ) −→ eiωQ(x, θ) , (4.26)
• U(1)R
Q(x, θ) −→ Q(x, e−iηθ) ,
Q˜(x, θ) −→ Q˜(x, e−iηθ) ,
W a(x, θ) −→ eiηW a(x, e−iηθ) .
(4.27)
Ii, nous avons hoisi de paramètrer la R-symétrie de sorte que le super-
potentiel a une harge 2. Cette dénition n'est pas unique, et il est toujours
possible de reombiner U(1)A × U(1)R de façon à modier e hoix.
Au niveau quantique, les deux symétries hirales possèdent des anomalies.
La variation du lagrangien sous elles-i est
δU(1)AL = ω Tr
(
QAT
2
a
) ( g2
32π2
FaF˜a
)
,
où QA représente ii la harge U(1)A des fermions se propageant dans la
boule, et Ta sont les générateurs du groupe de jauge. L'expression orres-
pondante pour U(1)R est obtenue en remplaçant ω par η et QA par QR. Pour
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haque symétrie, les anomalies sont don
δU(1)AL = 2Nfω
(
g2
32π2
FaF˜a
)
,
δU(1)RL = (2Nc − 2Nf) η
(
g2
32π2
FaF˜a
)
. (4.28)
Nous voyons lairement d'après (4.28) qu'il existe une ombinaison de
es deux symétries qui n'engendre pas d'anomalie au niveau quantique. En
sommant les deux variations, on obtient
δL = {2Nfω + (2Nc − 2Nf) η}
(
g2
32π2
FaF˜a
)
, (4.29)
de sorte que δL = 0 si
ω =
Nf −Nc
Nf
η .
Sous ette ombinaison, que nous appellerons U(1)′R, les superhamps se
transforment de la façon suivante :
Q(x, θ) −→ ei
Nf−Nc
Nf
η
Q(x, e−iηθ) ,
Q˜(x, θ) −→ ei
Nf−Nc
Nf
η
Q˜(x, e−iηθ) ,
W a(x, θ) −→ eiη W a(x, e−iηθ) .
(4.30)
Après avoir détaillé les symétries hirales, nous avons don montré que
les théories SUSY-QCD ave Nc ouleurs et Nf saveurs sont invariantes sous
le groupe de symétries globales
G = SU(Nf )L × SU(Nf)R × U(1)B × U(1)′R (4.31)
au niveau quantique. Les quarks gauhes sont dans la représentation Nf de
SU(Nf )L et ont un nombre baryonique 1. Les anti-quarks, ou quarks droits,
sont dans la représentation Nf de SU(Nf)R et ont un nombre baryonique
−1.
Le lagrangien (4.25) ne ontient pas de omposante F à l'ordre des arbres.
D'une part, nous n'avons pas ajouté de terme de masse aux quarks, et d'autre
part, les jauginos sont protégés par la R-symétrie (4.27). Le potentiel salaire
est don
V =
1
2
DaDa , (4.32)
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ave
Da = g2
[
ziα (T
a)αβ
(
z†
)β
i
− (z˜†)i
α
(T a)αβ z˜
β
i
]
. (4.33)
Les solutions supersymétriques 〈Da〉 = 0 peuvent orrespondre à des
valeurs moyennes dans le vide non-nulles pour les salaires z et z˜. Selon
que Nf < Nc ou Nf > Nc, ertaines des symétries globales et le groupe de
jauge sont totalement ou partiellement brisés. Il nous faut distinguer les deux
diérents as :
1. Nf < Nc :
La solution la plus générale, à laquelle on peut toujours se ramener par
des opérations qui préservent les symétries de jauge et globales, est
ziα =
(
z˜†
)i
α
=
{
v(i)δ
i
α pour 1 6 α 6 Nf
0 pour α > Nf
. (4.34)
Ces minima brisent spontanément le groupe de jauge SU(Nc) vers
SU(Nc − Nf ). En partiulier, si Nf = Nc − 1, le groupe de jauge est
totalement brisé.
Certaines symétries globales sont également brisées spontanément par
es vides. Le paramètre d'ordre invariant de jauge 〈ziαz˜αj 〉 = v2(i)δij per-
met de trouver le groupe de symétrie restant. Si, par exemple, tous les
v(i) sont égaux, le groupe G est brisé
3
vers SU(Nf )× U(1)B.
2. Nf > Nc :
La solution la plus générale est de la forme
ziα =
{
v(i)δ
i
α pour 1 6 i 6 Nc
0 pour i > Nc
,
(4.35)(
z˜†
)i
α
=
{ √∣∣v(i)∣∣2 − c2 δiα pour 1 6 i 6 Nc
0 pour i > Nc
.
Ce as est plus déliat ar les symétries de jauge et globales se mé-
langent pendant la brisure. Pour ommener, U(1)′R n'est pas totale-
3
La R-symétrie U(1)′R est spontanément brisée puisque le produit zz˜ se transforme
sous (4.30).
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ment brisé. La R-symétrie
Qiα(x, θ) −→
{
Qiα(x, e
iǫθ) pour 1 6 i 6 Nc
e−iǫQiα(x, e
iǫθ) pour Nc < i 6 Nf
,
Q˜αi (x, θ) −→
{
Q˜αi (x, e
iǫθ) pour 1 6 i 6 Nc
e−iǫQ˜αi (x, e
iǫθ) pour Nc < i 6 Nf
, (4.36)
W a(x, θ) −→ e−iǫW a(x, eiǫθ) ,
que nous appellerons Uˆ(1)R, est préservée et n'engendre pas d'anomalie
au niveau quantique. Pour c = 0 et tous les v(i) égaux, le groupe total
est brisé vers
SU(Nc)× SU(Nf −Nc)× SU(Nf −Nc)× U(1)′B × Uˆ(1)R .
Nous ne disuterons pas plus avant de e as ; nous expliquerons dans
la setion 4.2.3 pourquoi les méthodes employées pour le traitement du
as Nf < Nc ne peuvent pas être appliquées ii.
En dernier lieu, on peut rendre les quarks massifs en ajoutant à la théorie
un terme de la forme
Lmass = −
(∫
d2θmijQ˜
α
i Q
j
α + h.c.
)
, (4.37)
qui brise expliitement le groupe de symétries globales en SU(Nf )×U(1)B si
la matrie de masse est proportionnelle à l'identité, ou le brise omplètement
si les mij sont génériques. Comme nous l'avons vu, même en l'absene de
es termes, dans la limite mij → 0, les symétries axiales sont brisées au
niveau quantique ar elles engendrent des anomalies. En plus de es symétries
ontinues, le terme de masse (4.37) préserve une R-symétrie disrète Z2Nc
Q(x, θ) −→ e− ipinNc Q(x, e ipinNc θ) ,
Q˜(x, θ) −→ e− ipinNc Q˜(x, e ipinNc θ) ,
W a(x, θ) −→ e− ipinNc W a(x, e ipinNc θ) ,
(4.38)
ave n = 1, . . . , 2Nc .
Par la suite, nous onsidèrerons que e terme est présent dans la théorie.
Ave l'introdution de e superpotentiel, le potentiel salaire ontient la trae
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des modules au arré des termes F αj = −mij z˜αi et F˜ iα = mijzjα, en plus des
termes Da donnés par l'expression (4.33). On trouve alors un espae lassique
de vides supersymétriques : z = z˜ = 0.
Comment évolue ette théorie à basse énergie ? En partiulier, nous vou-
lons savoir si les eets non-perturbatifs qui ne manqueront pas d'apparaître
peuvent briser des symétries et si oui lesquelles. Enn, signalons que nous
ne intéressons pas ii à une brisure de la supersymétrie ; e thème sera traité
prinipalement dans la setion 5.3.
4.2.3 La théorie eetive
À basse énergie, la théorie est fortement ouplée et il n'est plus possible de
faire appel à la théorie des perturbations pour la dérire de manière exate.
Néanmoins, en utilisant la symétrie de jauge, les symétries globales ainsi que
les anomalies, il est possible d'en obtenir une desription eetive [33℄ lorsque
Nf < Nc.
Pour être invariant de jauge et sous SU(Nf)L × SU(Nf )R × U(1)B, le
lagrangien eetif ne peut s'exprimer qu'en fontion des deux superhamps
U =
g2
16π2
W aW a ,
M ij = Q
i
αQ˜
α
j , (4.39)
où le fateur dénissant U est juste un hoix de normalisation. Le hamp
U est appelé glueball, et les hamps M sont les mésons, à l'instar des
noms donnés aux hamps équivalents en QCD dans le Modèle Standard. Par
ailleurs, les anomalies étant des phénomènes infra-rouges, elles doivent être
présentes dans la théorie à basse énergie.
Le lagrangien eetif sera séparé en trois ontributions
Leff = Lcin +
{∫
d2θ (Wan +Wmass) + h.c.
}
,
qui ontiennent respetivement les termes inétiques, les anomalies, et les
termes de masse. Dans la suite, nous nous onentrons sur les deux derniers
termes. Nous mentionnerons rapidement la détermination de Lcin à la n de
e paragraphe.
Le terme de masse est déduit diretement de son expression à haute éner-
gie (4.37)
Wmass = −Tr (mM) . (4.40)
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Comme nous l'avons vu au paragraphe préédent, le groupe de symétries
globales peut être spontanément brisé par les valeurs moyennes dans le vide
de ertains salaires. Quoiqu'il en soit, es brisures ne sont pas expliites et le
lagrangien à basse énergie doit être invariant sous le groupe (4.31). D'après
les idées de 't Hooft, lorsque deux théories de hamps dérivent un système
physique à haute et basse énergies, même si les degrés de liberté sont diérents
de l'une à l'autre, les anomalies des symétries globales ommunes aux deux
doivent être les mêmes. Nous allons nous appuyer sur e fait pour déduire
le superpotentiel eetif. Nous aurons l'oasion de vérier expliitement la
onordane d'anomalies à la n de ette setion, ainsi qu'au hapitre suivant,
paragraphe 5.1.
Pour déterminer Wan, nous devons réexprimer les variations (4.28) en
fontion des hamps U et M . À des termes nuls dans les équations du mou-
vement près, en utilisant (3.28), i
(∫
d2θW aW a − h.c.) = 1
2
F aF˜ a de sorte que
g2
32π2
F aF˜ a = i
(
U − U †). Il en résulte que les anomalies (4.28) sont propor-
tionnelles à la omposante F du superhamp U . C'est la raison pour laquelle
le terme portant les anomalies à basse énergie est un superpotentiel. Les
expressions (4.28) se réérivent
δU(1)AWan = 2iNf ω U ,
δU(1)RWan = 2i (Nc −Nf ) η U . (4.41)
Par ailleurs, onnaissant les harges (4.26) et (4.27) des hamps fonda-
mentaux sous U(1)A et U(1)R, nous savons que
δU(1)AU = 0 , δU(1)RU = 2iηU ,
δU(1)AM = 2iωM , δU(1)RM = 0 .
(4.42)
Nous déduisons des équations (4.41) et (4.42), ainsi que du fait que
δU(1)AWan = Tr
(
∂Wan
∂M
δU(1)AM
)
+
∂Wan
∂U
δU(1)AU ,
δU(1)RWan = Tr
(
∂Wan
∂M
δU(1)RM
)
+
∂Wan
∂U
δU(1)RU ,
les égalités suivantes :
Tr
(
M
∂Wan
∂M
)
= NfU , (4.43)
U
∂Wan
∂U
= (Nc −Nf )U . (4.44)
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En dernier lieu, nous utilisons la ombinaison (4.30) de U(1)A et U(1)R
qui ne produit pas d'anomalie. Le superpotentiel doit avoir une harge 2 sous
ette symétrie, et les hamps M et U ont des harges qui valent respetive-
ment 2(Nf −Nc)/Nf et 2. Nous obtenons don
(Nf −Nc)Tr
(
M
∂Wan
∂M
)
+NfU
∂Wan
∂U
= NfWan . (4.45)
Nous ne pouvons diretement injeter les équations (4.43) et (4.44) dans
l'expression (4.45) : ela impliqueraitWan = 0. En eet, il y a une redondane
dans les trois équations que nous venons de dériver puisque U(1)′R est déduit
de U(1)A et U(1)R.
En se servant de (4.43) et de (4.45), on obtient un système que l'on peut
intégrer. Finalement,
Wan = U
{
ln
(
UNc−Nf detM
Λ3Nc−Nf
)
− (Nc −Nf)
}
, (4.46)
où Λ, l'éhelle dynamique (4.21), a été introduite an que l'argument du
logarithme soit adimensionné.
Par des arguments de symétrie et grâe au fait que 'est le superpotentiel
qui porte les anomalies, nous avons pu déterminer la théorie eetive à basse
énergie. Il est important de souligner que e résultat est exat.
L'étude de
W = U
{
ln
(
UNc−Nf detM
Λ3Nc−Nf
)
− (Nc −Nf )
}
− Tr (mM) (4.47)
permet de déterminer les minima du potentiel. En partiulier, la supersymé-
trie est onservée si
∂W
∂zi
= 0 pour tous les hamps salaires zi présents.
La plus basse omposante du multiplet hiral de jauge étant W a|scal = λa,
il s'ensuit que U |scal est le salaire issu de la omposition des jauginos. Le
salaire M ij
∣∣
scal
est, lui, le paramètre d'ordre ziαz˜
α
j .
Les vides supersymétriques sont donnés par
∂W
∂U
∣∣∣∣
scal
= ln
(
UNc−Nf detM
Λ3Nc−Nf
)
= 0 , (4.48)
∂W
∂M ji
∣∣∣∣
scal
= U
(
M−1
)i
j
−mij = 0 , (4.49)
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dont les solutions sont
〈M ij〉 =
(
m−1
)i
j
〈U〉 ,
〈U〉 = Λ
3Nc−Nf
Nc (detm)1/Nc . (4.50)
Ce résultat montre que les valeurs moyennes dans le vide des mésons sont
données de manière unique par elle des glueballs. Nous avons vu que le fait
de rendre les quarks massifs préservait une R-symétrie disrète Z2Nc donnée
par les transformations (4.38). Sous ette symétrie du lagrangien eetif, U et
M ij se transforment par une phase e
2ipin
Nc
ave n = 1, . . . , Nc. Nous voyons don
que ette symétrie est spontanément brisée par la valeur moyenne non-nulle
de U , qui signe la ondensation des jauginos. Le résultat (4.50) orrespond à
Nc vides supersymétriques distints omme le prédisait le alul de l'indie
de Witten (setion 4.2.1).
Notons que si toutes les masses mij → 0, les gluinos ne se ondensent pas,
et les mésons sont envoyés à l'inni : la théorie est singulière en es points.
En partiulier, on ne retrouve pas la prédition de Witten qui doit être valide
même lorsque les quarks sont non-massifs.
Pour des énergies inférieures à l'éhelle de ondensation, le superhamp
U déouple de la théorie. Par onservation de la supersymétrie, sa valeur
lassique est
∂W
∂U
= 0 ⇒ 〈Uk〉 =
(
Λ3Nc−Nf
detM
) 1
Nc−Nf
e
2ik
Nc−Nf , (4.51)
ave k = 1, . . . , (Nc − Nf). Cela permet d'obtenir le superpotentiel eetif
des mésons
Wdyn = − (Nc −Nf) e
2ik
Nc−Nf
(
Λ3Nc−Nf
detM
) 1
Nc−Nf − Tr mM . (4.52)
Ce superpotentiel est généré dynamiquement par la ondensation des jaugi-
nos. Les solutions supersymétriques sont, omme dans (4.50),
〈M ij〉 = Λ
3Nc−Nf
Nc (detm)1/Nc
(
m−1
)i
j
. (4.53)
La présene des Nc vides supersymétriques réside dans la puissane 1/Nc du
déterminant.
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Le lagrangien Lcin
Les termes inétiques de M et de U sont beauoup moins ontraints par
les symétries. Puisque le lagrangien est supersymétrique et invariant sous G,
il s'exprime omme une omposante D d'une fontion de M †M et de U †U .
Les glueballs ont une dimension anonique 3 don le terme inétique de U ne
peut être que
∫
d4θ
(
U †U
)1/3
. Le terme inétique pour les mésons est moins
bien ontrlé. Le lagrangien le plus simple est
Lcin =
∫
d4θKcin ave
Kcin =
9
α
(
U †U
)1/3
+
1
γ
(
M †M
) (
U †U
)−1/3
, (4.54)
et α = O(N−4/3c ), γ = O(N1/3c ). En minimisant es termes ave le superpo-
tentiel eetif (4.47), on s'attend à 〈U〉 = O(Nc), et 〈M〉 = O(Nc).
En terme des hamps salaires,
Lcin =
1
α
(U∗U)−2/3 |∂U |2 + 1
γ
(U∗U)−1/3 |∂M |2
+
{
1
γ
(M∗M) (U∗U)−1/3
∂M
M
∂U∗
U∗
+ h.c.
}
.
Les termes roisés et le terme inétique des mésons salaires M sont d'ordre
1/Nc, tandis que le terme inétique de U est O(1). Lorsque l'on fait tendre
Nc → ∞, on retrouve bien une théorie de Yang-Mills pure. En eet, dans
ette limite, ave Nf et Ncg
2
xés, le seteur de jauge devient dominant dans
les boules, et la théorie doit se omporter omme une théorie de jauge.
Néanmoins, le terme (4.54) n'est pas le plus général possible. Cette in-
détermination relative n'empêhe ertes pas de aluler les minima du po-
tentiel, mais le spetre de la théorie dépend à priori de la forme des termes
inétiques. Le manque de ontrle sur le potentiel de Kähler onstitue une
des limitations des méthodes de lagrangien eetif.
Le as Nf > Nc
D'après l'évolution de la onstante de ouplage (4.20), la théorie Nf > Nc
sera moins fortement ouplée dans l'infra-rouge que la théorie Nf < Nc.
Autrement dit, l'éhelle dynamique qui signe la ondensation des gluinos
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sera plus faible. Considérons néanmoins qu'il existe une hiérarhie mij ≪ Λ
susante pour que l'on se onentre exlusivement sur les mésons.
Le superpotentiel étant analytique, il ne peut pas dépendre de l'opérateur
invariant M †M . Le seul objet invariant de jauge et analytique possible est
detM . De plus, si on ajoute la ondition d'invariane sous U(1)′R, équations
(4.30), le superpotentiel ne peut ontenir que (detM)
1
Nf−Nc
ar il doit avoir
une harge 2. Enn, pour que le superpotentiel ait les bonnes dimensions,
nous introduisons l'éhelle dynamique de la théorie.
Par de simples arguments de symétrie et d'analytiité, nous venons de
montrer d'une autre façon que le seul superpotentiel permis à très basse
énergie pour une théorie SUSY-QCD est
W = a Λ
3Nc−Nf
Nc−Nf (detM)
1
Nf−Nc , (4.55)
où a est une onstante4.
Réérivons de façon plus détaillée le déterminant de M en termes des
quarks :
detM =
Nc∑
α1=1
. . .
Nc∑
αNf=1
ǫi1...iNf ǫ
j1...jNf Qi1α1Q˜
α1
j1
. . . Q
iNf
αNf
Q˜
αNf
jNf
. (4.56)
Dans ette expression, ǫ est le tenseur totalement antisymétrique. Chaque
terme de haque somme (y ompris sur ik et jk) s'érit
Qi1α1Q˜
α1
j1
. . . QiNcαNc Q˜
αNc
jNc
QiNc+1σ1 Q˜
σ1
jNc+1
. . . Q
iNf
σNf−Nc
Q˜
σNf−Nc
jNf
, (4.57)
où les σn sont (Nf −Nc) éléments de l'ensemble {1, . . . , Nc} et où les αk ne
sont pas sommés.
Il y a don au moins une redondane dans les indies de ouleurs pour
tout Nf > Nc. Supposons que σ1 = α1. Le terme (4.57) est (entre autres)
invariant sous l'éhange i1 ↔ iNc+1, tandis que le tenseur ǫi1...iNf est, lui,
antisymétrique.
Tous les termes du développement de detM s'annulent don deux à deux.
Il en résulte que le superpotentiel (4.55) est identiquement nul.
Toutefois, omme nous l'avons vu dans le paragraphe 4.2.1, la théorie
ontient Nc vides supersymétriques quelque soit Nf . Un superpotentiel doit
être dynamiquement engendré à basse énergie [34℄.
4
Il a été montré que a = (Nf −Nc).
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Jusqu'ii, nous avons omis la présene de baryons
BiNc+1,...,iNf = ǫi1...iNfQ
i1 · · ·QiNc ,
B˜jNc+1,...,jNc = ǫj1...jNf Q˜j1 · · · Q˜jNc . (4.58)
Bien entendu, sans terme de masse, les solutions des équations du mouvement
sont B = B˜ = 0. Si la théorie ontient un terme de masse pour les baryons,
alors aux énergies inférieures à es masses, ils déouplent de la théorie et on
obtient un potentiel eetif pour les mésons qui dépend des paramètres de
masse des baryons.
Sous le nombre baryonique et la R-symétrie (4.30), les mésons M et les
baryons B et B˜ ont des harges respetives (0, 2(Nf −Nc)), (Nf , (Nf −Nc))
et (−Nf , (Nf −Nc)).
Nous nous proposons de dériver le lagrangien eetif dans le as parti-
ulier Nf = Nc. Dans e as, detM n'est pas nul à priori mais la onstante
a = Nf − Nc du superpotentiel (4.55) l'est. La démonstration qu'un po-
tentiel eetif est engendré à basse énergie peut également être faite pour
Nf = Nc + 1.
Lorsque Nf = Nc, les baryons (4.58) se réduisent simplement à
B = ǫi1...iNfQ
i1 · · ·QiNf ,
B˜ = ǫj1...jNf Q˜j1 · · · Q˜jNf . (4.59)
Leur R-harge, ainsi que elle des quarks et des mésons, est nulle.
On voit lairement, en utilisant (4.56), que le système au niveau lassique
est soumis à la ontrainte
detM − BB˜ = 0 . (4.60)
Au niveau quantique, ette ontrainte devient
detM − BB˜ = Λ2Nf (4.61)
en raison de phénomènes non-perturbatifs de type instanton.
Certaines solutions de l'équation (4.61) brisent spontanément le groupeG.
Pour haune d'entre elles, nous devons vérier que les symétries préservées
produisent les mêmes anomalies qu'à haute énergie.
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1. B = B˜ = 0 et M ij = Λ
2δij
La symétrie SU(Nf )L × SU(Nf )R est brisée en SU(Nf ) diagonal. Les
groupes abéliens U(1)B et U(1)
′
R ne sont pas brisés. Il faut don vérier
les anomalies du groupe préservé SU(Nf )× U(1)B × U(1)′R.
À haute énergie, les fermions se propageant dans les boules sont les
2N2f quarks et anti-quarks, et les N
2
f − 1 jauginos :
ψ (Nf , 1, −1)
ψ˜
(
Nf , −1, −1
)
λa (1, 0, 1)
À basse énergie, e sont les fermions des multiplets M, B, B˜
ΨM
(
N2f − 1, 0, −1
)
χB (1, −Nf , −1)
χ eB (1, Nf , −1)
Les anomalies non-triviales sont
SU(Nf )
2U(1)′R −Nf
[
d(2)(Nf) + d
(2)(Nf )
]
= −d(2)(N2f − 1)
U(1)′ 3R 2N
2
f (−1)3 + (N2f − 1) = (N2f − 1)(−1)3 − 2
U(1)2BU(1)
′
R −2N2f = −(−Nf )2 −N2f
U(1)′R −2N2f + (N2f − 1) = −(N2f − 1)− 2
ave d(2)(R) l'opérateur de Casimir quadratique dans la représentation
R du groupe SU(Nf ). On trouve que les anomalies onordent parfai-
tement.
2. B = −B˜ = ΛNf et M ij = 0
La symétrie baryonique U(1)B est spontanément brisée. Les symétries
hirales SU(Nf )×SU(Nf )×U(1)′R sont préservées. Les nombres quan-
tiques des fermions à haute énergie sont onnus, tandis que les fermions
à basse énergie sont
ΨM
(
Nf , Nf , −1
)
χB − χ eB√
2
(1, 1, −1)
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Les anomalies sont
SU(Nf )
3 Nfd
(3)(Nf)
SU(Nf )
2U(1)′R −Nfd(2)(Nf )
U(1)′ 3R −N2f − 1
U(1)′R −N2f − 1
ave d(3)(Nf ) l'opérateur de Casimir ubique dans la représentation Nf .
Là enore, on trouve que les anomalies sont les mêmes.
Si l'on n'avait pas tenu ompte de l'eet non-perturbatif, et qu'on avait
onsidéré que l'équation (4.60) était enore valide au niveau quantique, alors
le point B = B˜ = ΛNf , M ij = Λ
2δij aurait été solution. Dans e as, la R-
symétrie aurait été préservée, ainsi que SU(Nf) diagonal. On aurait trouvé
que les anomalies ne onordaient pas entre les degrés de liberté à haute et
à basse énergies.
Nous introduisons un multipliateur de LagrangeX dans le superpotentiel
eetif
W = X
(
detM − BB˜ − Λ2Nf
)
, (4.62)
de sorte que l'équation du mouvement pour X impose la ondition (4.61).
Le lagrangien au niveau lassique ontient les termes de masse autorisés
par les symétries. Il existe trois possibilités : les baryons sont massifs mais
pas les mésons ; les mésons sont massifs mais pas les baryons ; les mésons et
les baryons sont massifs.
Considérons le seond as : au potentiel (4.62), nous ajoutons le terme
Tr (mM). Les équations du mouvement donnent B = B˜ = 0. Les deux autres
équations, en revanhe, impliquent
detM = Λ2Nf ,
XM−1 detM +m = 0 ,
'est-à-dire
Xn = e
2ipin
Nf (detm)
1
Nf Λ−2(Nf−1) ,
〈M ij〉n = e
2ipin
Nf Λ2 (detm)1/Nf
(
m−1
)i
j
,
ave n = 1, . . . , Nf . Ce résultat est onforme aux solutions (4.53) lorsque
Nf = Nc, et on vérie de nouveau la valeur de l'indie de Witten.
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Supposons pour plus de simpliité que la matrie de masse est diagonale
5
mij = miδ
i
j . Dans le as où p des Nf masses sont nulles, on peut déoupler
les quarks massifs et le multipliateur X de la théorie. À basse énergie, on
trouve un superpotentiel eetif
Weff = (Nf − p)
(
Λ
3Nf−p
L
det′M
) 1
Nf−p
,
où det′M porte uniquement sur les hamps de masse nulle, et où l'éhelle
eetive est donnée par
ΛL = Λ
2Nf
3Nf−p
(∏
i
mi
) 1
3Nf−p
.
Le superpotentiel trouvé a exatement la même forme que (4.52). Le même
type de raisonnement peut être suivi dans le as Nf = Nc + 1. Lorsque
Nf > Nc + 2, par ontre, il faut faire appel à d'autres outils.
5
Il est en fait toujours possible de redénir les superhamps Q et Q˜ pour que la matrie
m soit diagonale.
Chapitre 5
Dualités de Seiberg et brisure
dynamique de supersymétrie
5.1 La théorie magnétique
Dans le hapitre 4, setion 4.2, nous avons étudié les théories SUSY-
QCD à basse énergie en utilisant une méthode de lagrangien eetif. Comme
nous l'avons vu, le ontrle sur les termes inétiques (potentiel de Kähler)
est diile. Dans e paragraphe, nous développons la dualité de es théories
entre elles pour des hoix judiieux du nombre de ouleurs et de saveurs [35℄.
En partiulier, nous nous plaçons dans le as Nf > Nc + 2, pour lequel nous
avons vu que le superpotentiel (4.55) est identiquement nul.
Les harges des superhamps sous les symétries globales sont
SU(Nf )L SU(Nf )R U(1)B U(1)R
Q Nf 1 1
Nf −Nc
Nf
Q˜ 1 Nf −1 Nf −Nc
Nf
(5.1)
où U(1)R désigne la R-symétrie (4.30) qui ne produit pas d'anomalie.
Les opérateurs invariants de jauge qui nous intéressent à basse énergie
sont les mésons
M ij = Q
i
αQ˜
α
j , (5.2)
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ainsi que les baryons
Bi1,...,iNc = Qi1 · · ·QiNc ,
B˜j1,...,jNc = Q˜j1 · · · Q˜jNc , (5.3)
où les indies sont antisymétrisés.
À très basse énergie, la théorie est très fortement ouplée. Pour mieux
omprendre omment elle s'y omporte, nous devons inlure le terme à deux
boules dans la fontion bêta (4.20)
β(g) = − g
3
16π2
3Nc −Nf +Nfγ(g2)
1−Nc g28π2
, où γ(g2) = − g
2
8π2
N2c − 1
Nc
(5.4)
est la dimension anormale.
La théorie admet un point xe Ncg
2
∗ ≃ 8π
2
3
3Nc−Nf
Nc
pour 3Nc/2 6 Nf 6
3Nc .
Le fait que l'algèbre superonforme ontienne la R-symétrie (4.30) im-
plique que la dimension d'un opérateur hiral doit être égale à 3R/2, ave R
la harge de l'opérateur
1
. Par onséquent, la dimension D des mésons est
D(QQ˜) =
3
2
R(QQ˜) =
3
2
(
R(Q) +R(Q˜)
)
=
3 (Nf −Nc)
Nf
. (5.5)
Une autre façon de retrouver e résultat est de reprendre la dimension anor-
male autour du point xe γ(g2∗) =
Nf−3Nc
Nf
; les mésons ont don une dimension
D(QQ˜) = D(Q) +D(Q˜) + γ = 2 + γ .
Si on suppose que la théorie est superonforme à basse énergie, alors elle
n'est pas unitaire (D < 1) si Nf < 3Nc/2. Il s'ensuit que la théorie n'est pas,
en réalité, onforme dans e domaine de saveurs. Elle doit être dérite par un
autre groupe de jauge à basse énergie, et les mésons doivent intégrer ette
version duale en tant que hamps fondamentaux, de dimension D = 1.
Nous nous plaçons don dans le as Nc + 2 6 Nf 6 3Nc/2. La théorie
à basse énergie ave Nf saveurs dans e domaine est dérite dans sa version
1
Pour s'en onvainre, onsidérer une théorie K(Φ,Φ†) = Φ†Φ et W (Φ) = λΦ3. Elle
est invariante d'éhelle
(
x, θ, θ¯
) → (e−ǫx, e−ǫ/2θ, e−ǫ/2θ¯) et possède également une R-
symétrie de harge RΦ = 2Rθ/3 (voir paragraphe 3.1.4). Alors les anomalies engendrées
par es deux symétries s'annulent si et seulement si la harge de θ est Rθ = 1.
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magnétique par le groupe de jauge SU(Nf − Nc). À défaut de pouvoir en
donner une démonstration rigoureuse, nous allons prouver que le groupe de
symétries globales étant le même, les anomalies entre les deux théories sont
les mêmes. Nous en onluerons que la théorie SU(Nc), appelée életrique,
et la théorie SU(Nf−Nc), appelée magnétique, sont duales l'une de l'autre.
La fontion bêta à une boule du ouplage de jauge g′ de la théorie ma-
gnétique ave Nf familles de quarks et d'anti-quarks est
β(g′) = − g
′ 3
16π2
(3Nc − 2Nf) . (5.6)
Le régime perturbatif est atteint à basse énergie pour Nf 6 3Nc/2 et tout
l'intérêt de la dualité passe par l'utilisation de la théorie des perturbations
dans la théorie magnétique pour aluler les observables intéressantes dans
le langage de la théorie életrique.
Lorsque Nf déroît, à Nc xé, la théorie életrique devient de plus en
plus fortement ouplée, tandis que la théorie magnétique devient libre dans
l'infra-rouge. En e sens, les deux théories se omportent omme les théories
életrique et magnétique habituelles.
En résumé,
1. La théorie est (super)onforme dans le domaine 3Nc/2 < Nf < 3Nc .
Là, les deux versions de la théorie, életrique et magnétique, sont asymp-
totiquement libres.
2. Lorsque Nf < 3Nc/2, la théorie n'est plus onforme. Elle est dérite à
basse énergie par sa version magnétique de groupe SU(Nf − Nc), qui
est libre dans l'infra-rouge pour e domaine de saveurs.
Les quarks (5.1), assoiés au groupe de jauge SU(Nc) ne sont pas les
quarks fondamentaux de la théorie duale. Nous dénissons es supermulti-
plets par q = (ϕ, χ) et q˜ = (ϕ˜, χ˜) qui sont dans les représentations Nf − Nc
et Nf −Nc du groupe de jauge magnétique.
Les baryons (5.3) doivent être déduits de es degrés de liberté de manière
polynomiale, B ∼ qNf−Nc et B˜ ∼ q˜Nf−Nc , e qui permet de xer les nombres
quantiques sous le groupe de symétries globales. Ayant xé la harge baryo-
nique et la R-harge de sorte à pouvoir onstruire les aniens baryons à
partir de es quarks, il n'est plus possible d'exprimer les quarks életriques
(5.1) en fontion des quarks magnétiques par un développement polynmial.
Il n'est don pas possible non plus de onstruire les mésons, e qui renfore
e que nous avions pressenti i-dessus en alulant la dimension des mésons.
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Nous les inluons dans la théorie magnétique en tant que hamps fondamen-
taux, singlets de jauge du groupe SU(Nf − Nc), et nous leur assignons les
mêmes nombres quantiques globaux que dans la théorie életrique.
Le ontenu en hamps de matière de la théorie duale est don :
SU(Nf)L SU(Nf)R U(1)B U(1)R
q 1 Nf
Nc
Nf −Nc
Nc
Nf
q˜ Nf 1 − Nc
Nf −Nc
Nc
Nf
M Nf Nf 0
2 (Nf −Nc)
Nf
, (5.7)
auquel il faut rajouter le seteur de jauge de SU(Nf −Nc).
Si le hoix de es nombres quantiques paraît raisonnable pour retrouver
les degrés de liberté életriques, rien ne nous garantit la dualité annonée
jusqu'ii. Il faut pour ela vérier que les anomalies produites par le groupe
global SU(Nf )×SU(Nf )×U(1)B×U(1)R ommun aux deux théories soient
les mêmes. Dans la théorie originelle, les 2NfNc fermions ψ et ψ˜ ont des
harges R =
Nf−Nc
Nf
− 1 = −Nc
Nf
et les N2c − 1 jauginos ont une harge 1.
Dans la théorie duale, les 2Nf (Nf −Nc) fermions χ et χ˜ ont une harge
R =
Nc−Nf
Nf
, les fermions ΨM assoiés aux mésons ont une harge
Nf−2Nc
Nf
, et
les jauginos ont une harge 1. On trouve
U(1)3R −2
N4c
N2f
+N2c − 1
U(1)R −N2c − 1 = −2Nf (Nf −Nc)
U(1)2BU(1)R −2N2c
SU(Nf )
3 Ncd
(3)(Nf )
SU(Nf )
2U(1)B Ncd
(2)(Nf )
SU(Nf )
2U(1)R −N
2
c
Nf
d(2)(Nf)
La onordane de es anomalies représente plus de ontraintes que nous
n'avions de liberté à xer les nombres quantiques
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Jusqu'à présent, nous avons montré que l'on pouvait retrouver les de-
grés de liberté de la théorie SU(Nc) à haute énergie en fontion de eux
de SU(Nf − Nc) à basse énergie, et que les anomalies étaient les mêmes
dans les deux théories. Montrons que les deux sont duales dans le sens où en
appliquant deux fois la dualité, on retrouve la théorie életrique.
On part d'une théorie SU(Nc) ave Nf saveurs. En appliquant la dualité
une première fois, nous obtenons une théorie SU(Nf −Nc) ave Nf saveurs
de quarks et des mésons M ij singlets de jauge, dérits par le superpotentiel
invariant de jauge ∼ Tr (q˜Mq). En appliquant la dualité de nouveau, nous
retrouvons une théorie SU(Nc) ave Nf saveurs, mais nous avons deux types
de mésons singlets de jaugeM etM ′, et le tout est dérit par le superpotentiel
W = Tr
[(
M −QQ˜
)
M ′
]
, (5.8)
qui a bien une harge R = 2.
Clairement, les hamps M et M ′ sont massifs. Le hamp M ′ déouple de
la théorie, et l'on retrouve alors la dénition M ij = Q
iQ˜j .
Nous avons don montré que pour Nc + 2 6 Nf 6 3Nc/2, la théorie
magnétique dérite par le groupe de jauge SU(Nf − Nc) et les degrés de
liberté (5.7) est duale de la théorie de SUSY-QCD développée au paragraphe
4.2.
5.2 Expression de la dualité
Puisque la théorie duale est libre dans l'infra-rouge, elle possède une
éhelle
Λm = µ exp
(
− 8π
2
(3N −Nf )g′ 2(µ)
)
, (5.9)
qui doit pouvoir être reliée au ple de Landau Λ de la théorie életrique. Au-
delà de l'énergie Λm, non seulement la théorie n'est plus perturbative mais
surtout la dualité ne s'applique plus.
Le superpotentiel invariant de jauge que l'on peut onstruire à partir des
degrés de liberté magnétiques (5.7) est
W =
1
Λ̂
Tr (q˜Mq) +mTrM , (5.10)
où m a été prise proportionnelle à l'identité pour plus de simpliité.
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La théorie étant perturbative et ontinue autour de l'origine, le potentiel
de Kähler peut être développé de manière anonique
K =
1
β
Tr
(
q†q + q˜†q˜
)
+
1
α |Λ|2TrM
†M . (5.11)
Dans les expressions (5.10) et (5.11), nous avons introduit deux éhelles
d'énergie. En eet, si nous voulons que les mésons soient diretement reliés
aux superhamps QQ˜ de la théorie életrique, ela veut dire qu'ils ont une
dimension anonique 2. En revanhe, telle que nous avons établi la dualité
jusqu'ii, à basse énergie, les mésons magnétiques sont des hamps fonda-
mentaux et ils ont une dimension 1. Dans les expressions de K et W , nous
avons onsidéréM omme le hamp életrique, et il faut don faire intervenir
l'éhelle dynamique (4.21).
Les trois éhelles Λ, Λ̂ et Λm sont reliées entre elles par
Λ3Nc−NfΛm3(Nf−Nc)−Nf = (−1)Nf−NcΛ̂Nf . (5.12)
Cette expression traduit le fait que lorsque la théorie originelle devient plus
fortement ouplée, la théorie duale devient plus faiblement ouplée. La phase
(−1)Nf−Nc permet de trouver l'habituel signe −1 présent lorsqu'on applique
une dualité életrique-magnétique.
Les paramètres β et Λ̂ ne sont pas déterminés de manière unique. En
eet, nous avons la liberté de redénir q, q˜ → aq, aq˜, e qui modie les deux
ontantes en onséquene. Ce hangement aete également Λm ar il induit
une anomalie. Enn, les baryons à haute énergie sont modiés en
(
B, B˜
)
→(
aNf−NcB, aNf−NcB˜
)
. En revanhe, M ne peut pas être redimensionné ar
impliitement nous avons onsidéré que le terme de massem dans (5.10) était
diretement elui de la théorie életrique.
Nous pouvons don xer q et q˜ de sorte que β = 1. Mais e faisant,
il est devenu impossible de aluler expliitement Λ̂ et Λm en fontion des
quantités életriques. Inversement, nous pouvons xer les baryons de sorte
que B = qNf−Nc , et B˜ = q˜Nf−Nc , mais nous ne pouvons alors plus déterminer
β. Puisque nous n'allons pas nous intéresser aux baryons, nous hoisissons la
première option : β = 1.
Au prohain paragraphe, nous étudions le système suivant
K = Tr|q|2 + Tr|q˜|2 + Tr|Φ|2 ,
W = h Tr(q˜Φq)− hµ2 TrΦ , (5.13)
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ave Φ les mésons fondamentaux de la théorie duale. Ils ont don une dimen-
sion 1, et les mêmes nombres quantiques que M (voir table (5.7)).
Le ditionnaire déduit en omparant (5.10) et (5.11) ave (5.13) est :
Φ =
M√
αΛ
, h =
√
αΛ
Λ̂
, µ2 = −mΛ̂ . (5.14)
Nous nous servirons de es équivalenes lorsqu'il s'agira de retrouver les vides
supersymétriques (4.53).
5.3 Le modèle Intriligator-Seiberg-Shih
On s'intéresse désormais à la théorie magnétique dont le groupe de jauge
est SU(N), ave N = Nf −Nc dans le domaine Nf > 3N (e qui orrespond
à Nf 6 3Nc/2).
5.3.1 Résultats au niveau global
Pour disuter des propriétés du modèle [36℄, il est plus aisé de se plaer
d'abord dans le as non-jaugé. Le groupe SU(N) fait partie des symétries
globales ; les quarks q = (ϕ, χ) et les anti-quarks q˜ = (ϕ˜, χ˜) sont dans les
représentations N et N , les mésons Φ sont singlets. La théorie est dérite par
le potentiel de Kähler anonique et le superpotentiel (5.13). Le terme µ brise
expliitement la symétrie hirale SU(Nf )× SU(Nf ) en SU(Nf ) diagonal.
Les hamp auxiliaires F déduits des équations du mouvement sont
Fq = hϕ˜Φ ,
Feq = hΦϕ , (5.15)
FΦ = hϕ˜ϕ− hµ21INf .
Les hamps ϕT et ϕ˜ sont des matries Nf ×N , et le hamp salaire Φ est une
matrie Nf ×Nf . Puisque Nf > N , les FΦ ne peuvent pas être tous nuls : la
supersymétrie est spontanément brisée à la O'Raifeartaigh.
Le potentiel salaire
VF = |h|2
[
Tr |ϕ˜Φ|2 + Tr |Φϕ|2 + Tr ∣∣ϕ˜ϕ− µ21INf ∣∣2 ] (5.16)
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est minimisé par
Φ =
(
0 0
0 Φ0
)
, ϕ =
(
ϕ0
0
)
, ϕ˜T =
(
ϕ˜0
0
)
,
ave ϕ0ϕ˜0 = µ
21IN , où ϕ0 et ϕ˜0 sont arrées de rang N , et Φ0 est arrée de
rang (Nf −N). Ces vides possèdent une énergie
Vmin =
∣∣h2µ4∣∣ (Nf −N) . (5.17)
Les symétries globales sont plus ou moins brisées selon e que valent ϕ0
et ϕ˜0. On fait le hoix
Φ0 = 0 , ϕ0 = ϕ˜0 = µ1IN , (5.18)
qui préserve un groupe global maximal
SU(N)D × SU(Nf −N)× U(1)′B × U(1)R .
Pour onnaître le spetre de la théorie, développons les hamps autour de
es vides selon la paramétrisation suivante
Φ =
(
δY δZ
δZ˜ δΦ̂
)
, (5.19)
ϕ =
(
µ+ 1√
2
(δσ+ + δσ−)
1√
2
(δρ+ + δρ−)
)
, ϕ˜T =
(
µ+ 1√
2
(δσ+ − δσ−)
1√
2
(δρ+ − δρ−)
)
, (5.20)
qui traduit le fait que les vides (5.18) sont invariants par onjugaison de
harge entre ϕ et ϕ˜T .
Au niveau lassique, le développement du potentiel (5.16) implique les
hamps δY et δσ+ ont une masse
√
2 |hµ|, tandis que δZ, δZ˜, Im (µ∗δρ+) / |µ|
et Re (µ∗δρ−) / |µ| ont une masse |hµ|.
Les hamps non-massifs sont, pour ertains d'entre eux, les bosons de
Goldstone des symétries globales brisées par (5.18),
µ∗δσ− − h.c.
|µ| ,
Re (µ∗δρ+)
|µ| ,
Im (µ∗δρ−)
|µ| .
Les autres hamps non-massifs au niveau des arbres aquièrent une masse
à une boule grâe à leurs interations ave les hamps massifs. Il s'agit de δΦ̂
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et δσ̂ = (µ∗δσ− + h.c.) / |µ|. Le potentiel eetif à une boule de Coleman-
Weinberg [37℄ est donné par
V
(1)
eff =
1
64π2
(
Trm4B ln
m2B
Λ2
− Trm4F ln
m2F
Λ2
)
, (5.21)
oùmB etmF sont les matries de masses bosonique et fermionique, exprimées
en fontion des hamps. Autrement dit, e que l'on appelle masses pour les
bosons, e sont en réalité les dérivées seondes
∂2V
∂zi∂z¯j
exprimées en fontion
des hamps salaires zi. Pour les fermions, il s'agit des dérivées
∣∣∣∣∂W∂zi
∣∣∣∣2. Les
termes quadratiques de es dérivées, qui donnent les masses à une boule,
proviennent des ouplages quartiques à l'ordre des arbres
2
.
On trouve que le potentiel (5.21) a la forme
V
(1)
eff = h
4
∣∣µ2∣∣ (a
2
Tr δσ̂2 + bTr δΦ̂†δΦ̂
)
,
ave
a =
ln 4− 1
8π2
(Nf −N) et b = ln 4− 1
8π2
N
tous deux positifs.
Les vides (5.18) sont don stables. En eet, nous n'avons trouvé auune
diretion tahyonique à une boule, et puisque la théorie est perturbative, les
ontributions à deux boules n'exèdent pas elles à une boule.
Le spetre autour de es vides se ompose de partiules de masses ∼ h |µ|
au niveau lassique, de partiules qui aquièrent une masse ∼ h2 |µ| à une
boule, et de partiules sans masse. Ces dernières sont les bosons de Gold-
stone des symétries globales qui ont été brisées, mais notons aussi la présene
d'un Goldstino provenant de la brisure spontanée de la supersymétrie.
La question que nous nous posons dans la suite est de savoir omment
es vides survivent lorsque l'on jauge la théorie.
5.3.2 Restauration dynamique de la supersymétrie
On rajoute le seteur de jauge
(
λA, AAµ
)
, ave A = 1, . . . , N2 − 1.
2
La dépendane de (5.21) en Λ peut être réabsorbée dans h.
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Le potentiel salaire devient V = VF + VD, où VF est le potentiel (5.16),
et VD est donné par
VD =
1
2
g′ 2
∑
A
[
Trϕ†TAϕ − Tr ϕ˜TAϕ˜† ]2 . (5.22)
Il est lair que e potentiel est nul dans les vides non-supersymétriques
(5.18). La nouveauté réside dans le fait que les valeurs moyennes non-nulles
des squarks brisent intégralement le groupe de jauge. Le méanisme de super-
Higgs a lieu et les bosons de jauge aquièrent une masse gµ en absorbant les
salaires Im
′ (µ∗δσ−) / |µ| où le prime signie la partie sans trae. Grâe au
potentiel (5.22), les salaires Re
′ (µ∗δσ−) / |µ|, qui représentent la partie sans
trae de δσ̂, aquièrent une masse gµ au niveau des arbres. Les hamps δΦ̂
et Tr δσ̂ demeurent non-massifs au niveau lassique.
Ces vides sont toujours stables à une boule ar le seteur de jauge n'est
pas aeté par la brisure de supersymétrie. En eet, les valeurs moyennes
(5.18) des hamps ϕ et ϕ˜, qui donnent leur masse aux bosons de jauge, ne
ouplent à auun des termes F non-nuls, et omme nous l'avons vu, les termes
DA du potentiel (5.22) sont nuls dans es vides. Il s'ensuit que la supertrae
apparaissant dans le potentiel eetif (5.21) s'annule par supersymétrie pour
le seteur de jauge.
Le alul de l'indie de Witten, setion 4.2.1, implique que N vides super-
symétriques sont présents dans la théorie. Supposons qu'il existe une région
de l'espae des hamps où les mésons Φ ont des valeurs moyennes non-nulles
dans le vide. D'après le potentiel (5.16), les quarks ϕ et les anti-quarks ϕ˜,
'est-à-dire la matière, ont une masse 〈hΦ〉. En dessous de ette éhelle, ils
déouplent de la théorie qui devient alors super-Yang-Mills pure ave des mé-
sons singlets de jauge. Elle est asymptotiquement libre et admet une éhelle
dynamique
Λ˜ = E exp
(
− 8π
2
3Ng′ 2(E)
)
. (5.23)
Le ouplage de jauge g′ doit être ontinu lorsque les quarks déouplent.
En utilisant (5.9) à l'éhelle 〈hΦ〉, ei implique
Λ˜3N =
hNf det Φ
Λ
Nf−3N
m
.
À basse énergie, les gluinos SU(N) ondensent, et l'on trouve un super-
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potentiel engendré dynamiquement
Wdyn = N
(
hNf det Φ
Λ
Nf−3N
m
)
− hµ2TrΦ , (5.24)
où nous avons utilisé la relation (5.23). Ce résultat est très similaire à elui
que nous avions trouvé dans la théorie életrique (4.52). La diérene de
signe, enore une fois, est essentielle pour nous permettre de retrouver le bon
signe en appliquant la dualité. La minimisation du potentiel (5.24) donne N
vides supersymétriques
〈hΦ〉 = Λmǫ2N/(Nf−N)1INf , ave ǫ =
µ
Λm
. (5.25)
Pour |ǫ| ≪ 1, on trouve une hiérarhie
|µ| ≪ 〈hΦ〉 ≪ Λm ,
e qui implique que l'analyse faite i-dessus est valide puisque nous sommes
bien en-dessous du ple de Landau. Notons que le résultat (5.25) peut aussi
s'érire
〈hΦ〉 = µǫ−(Nf−3N)/(Nf−N)1INf .
En utilisant les relations établies dans le paragraphe préédent ainsi que
la relation liant les éhelles des deux théories, équations (5.12) et (5.14), et
bien sûr le fait que N = Nf −Nc, on retrouve le résultat (4.53)
〈M〉 = (Λ3Nc−Nf detm)1/Nc m−11INf
dans le as d'une matrie de masse diagonale.
Les résultats que nous venons de dériver semblent indiquer qu'il y a une
restauration dynamique de la supersymétrie alors qu'elle est brisée spontané-
ment au niveau lassique dans une autre région de l'espae des hamps. Cei
a pour onséquene prinipale de rendre les vides (5.18) métastables 'est-
à-dire loalement stables. En eet, nous avons montré que es derniers sont
stables en e sens que toutes les masses y sont réelles, mais ils ont une énergie
positive puisqu'ils brisent la supersymétrie et la théorie peut aller dans les
vides (5.25) par eet tunnel. Dans la diretion Φ, il existe une barrière de
potentiel entre l'origine et la valeur 〈Φ〉 omme représenté shématiquement
sur la Fig. 5.1. L'éloignement entre les deux minima nous empêhe de alu-
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Fig. 5.1  Comportement du potentiel total V = VF + VD dans la diretion
des mésons. La ontribution VF est donnée par (5.16), et elle de VD est
donnée par (5.22).
ler la durée de vie des vides métastables par une approximation thin-wall.
En modélisant la barrière par un triangle de hauteur Vmin et de base 〈Φ〉, on
obtient l'ation boune
Sbounce ∼ 〈Φ〉
4
Vmin
∼ |ǫ|
4(Nf−3N)
Nf−N , (5.26)
qui est reliée à la probabilité Γ de transition des vides non-supersymétriques
vers les vides (5.25) par
Γ ∼ e−Sbounce .
Plus ǫ est petit devant 1 et plus les vides métastables ont une durée de
vie longue. Faire tendre ǫ → 0 signie faire tendre Λm → ∞ en gardant µ
xé. Cei envoie les solutions 〈Φ〉 vers l'inni.
Comment se traduisent es résultats en termes des paramètres de la théo-
rie életrique ? En utilisant les égalités (5.14), l'équivalent de ǫ dans la théorie
à haute énergie est
√
m/Λ. De même, allonger la durée de vie des vides mé-
tastables revient à faire tendre m→ 0 en gardant Λ xé.
Chapitre 6
Les hamps de modules et leur
stabilisation
Dans e hapitre, nous abordons la phénoménologie des théories de ordes.
Selon le type de ordes que l'on onsidère, et les onditions aux limites
qu'on lui applique, on obtient diérentes ations eetives à dix dimensions.
L'espae-temps est un produit M× I6 où M est l'espae-temps minskows-
kien à quatre dimensions, et I6 est l'espae ompat à six dimensions. De
manière générale, I6 est une variété de Calabi-Yau qui a pour propriété prin-
ipale de préserver une supersymétrie N = 1 à quatre dimensions. Lorsque
l'on réduit la théorie (dans notre as, la orde de type IIB) de dix à quatre
dimensions, on peut obtenir un très grand nombre de théories diérentes se-
lon les symétries que l'on impose aux hamps. À la suite de e proessus,
des hamps supplémentaires, appelés modules, sont présents dans la théorie
eetive (voir aussi le hapitre 2). Généralement, les modules n'ont pas de po-
tentiel, ils orrespondent à des diretions plates. Le but de e hapitre est de
présenter ertains méanismes développés es quatre dernières années pour
leur générer un potentiel ave minimum : 'est la stabilisation des modules.
6.1 Rédution dimensionnelle et identiation
des modules
Dans ette setion, nous eetuons la ompatiation (minimale) des
six dimensions supplémentaires pour identier les modules présents dans la
théorie quadri-dimensionnelle.
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Le seteur gravitationnel omprend le tenseur métrique gMN , le tenseur
antisymétrique BMN et le salaire réel φ, appelé dilaton. Nous n'expliiterons
pas le seteur fermionique du spetre ar il s'obtient par supersymétrie. On
désigne par M,N = 0, . . . , 9 les indies de l'ensemble des dix dimensions.
Les indies m,n = 0, . . . , 3 orrespondent à notre espae-temps, et I, J =
4, . . . , 9 sont les indies des six dimensions ompates. L'ation du seteur
gravitationnel est
S = M
8
S
2
∫
d10x
√
g
(10)
S e
−2φ
{
R
(10)
S + 4 (∇Mφ)2 −
1
12
HMNPH
MNP
}
, (6.1)
où HMNP = ∂MBNP , ave les indies antisymétrisés, est le tenseur hamp
assoié à B, et M8S est l'éhelle de masse des ordes.
Dans l'expression (6.1), g
(10)
S est la métrique dans le référentiel des ordes,
et l'ation
√
gR porte un fateur dépendant du dilaton. Nous devons ee-
tuer une transformation de Weyl sur la métrique pour retrouver le référentiel
d'Einstein de métrique gE, dans lequel l'ation d'Einstein-Hilbert est ano-
nique. Sous la transformation(
g
(10)
S
)
MN
= eφ/2
(
g
(10)
E
)
MN
, (6.2)
le salaire de Rii devient
R
(10)
S = e
−φ/2
[
R
(10)
E −
9
2
(∇Mφ)2 + . . .
]
,
où . . . désigne des termes s'annulant après intégration par partie dans l'ation
(6.1). Le déterminant de la métrique est
√
g
(10)
S = e
5φ/2
√
g
(10)
E . Par ailleurs,
il faut aussi transformer les métriques inverses intervenant dans le produit
H(3) ·H(3) et dans le terme inétique du dilaton.
L'ation dans le référentiel d'Einstein est don
S = 1
2κ210
∫
d10x
√
g
(10)
E
{
R
(10)
E −
1
2
(∂Mφ)
2 − e
−φ
12
HMNPH
MNP
}
, (6.3)
où κ10 est l'éhelle de Plank à dix dimensions.
Les six dimensions ompates forment une variété de Calabi-Yau dont on
ne onnaît pas la forme exate. Pour pouvoir réduire le nombre de dimensions
à quatre, il faut faire des hypothèses sur le omportement des hamps [38℄.
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Les hypothèses minimales que l'on fait sont que les hamps qui survivent à
la rédution dimensionnelle sont invariants par translation et par ertaines
rotations des oordonnées supplémentaires yI . La première ondition préserve
une supergravité N = 4. La deuxième ondition permet d'éliminer trois des
supersymétries pour obtenir le as N = 1 qui nous intéresse. En eet, le
groupe de rotations des six oordonnées yI est O(6), qui est isomorphe à
SU(4). Un sous-groupe de SU(4) est SU(3) ; nous imposons que les hamps
soient invariants sous les rotations dans e SU(3) des yI . Clairement, les
hamps g
(10)
mI et BmI ne sont pas invariants. La métrique g
(10)
IJ doit s'érire
e2uδIJ où u est un hamp salaire réel. Le tenseur antisymétrique, de même,
prend la forme BIJ = aǫIJ ave a un pseudo-salaire. Le reste des hamps,
g
(10)
mn ,Bmn et le dilaton sont des salaires du point de vue quadri-dimensionnel,
et survivent don à la projetion.
L'opération dérite i-dessus implique que le référentiel d'Einstein à dix
dimensions ne orrespond pas à elui à quatre dimensions. Nous devons don
modier la métrique g
(10)
mn de sorte à retrouver un terme d'Einstein-Hilbert
anonique. Cei onstitue une nouvelle transformation de Weyl
g
(10)
IJ = e
2uδIJ , g
(10)
mn = e
−6ug(4)mn , (6.4)
Cette transformation fait apparaître un terme inétique pour le hamp u.
Finalement, l'ation à quatre dimensions ontient
S = 1
2κ24
∫
d4x
√
g
(4)
E
{
R
(4)
E − 24 (∂mu)2 −
1
2
(∂mφ)
2
−e
−φe12u
12
HmnpH
mnp − 3e
−φe−4u
2
(∂ma)
2
}
, (6.5)
où κ24 = κ
2
10/V6 est la masse de Plank et V6 le volume de l'espae ompat.
Nous nous intéressons maintenant à la rédution dimensionnelle de la
théorie IIB, qui ontient des ordes fermées et inlut la hiralité [39, 40℄. Elle
induit à basse énergie la présene de formes de rang pairC(0), C(2), C(4), C(6), C(8), C(10)
où nous utilisons le langage des formes diérentielles. La forme C(0) est un
axion. Les formes C(2n) et C(8−2n) sont reliées par dualité et don on ne
onsidère généralement que les trois premières de es formes. En partiulier
le tenseur hamp de jauge F(5) = dC(4) est auto-dual : F(5) = F˜(5).
Pour l'instant, nous inluons seulement le terme inétique de l'axion
S = M
8
S
2
∫
d10x
√
g
(10)
S
{
−1
2
(
∂MC(0)
)2}
,
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qui devient
S = 1
2κ210
∫
d10x
√
g
(10)
E
{
−e
2φ
2
(
∂MC(0)
)2}
(6.6)
dans le référentiel d'Einstein. L'axion survit à la rédution dimensionnelle,
et de plus, son terme inétique (6.6) n'est pas modié par la transformation
(6.4). À quatre dimensions, on a simplement
S = 1
2κ24
∫
d4x
√
g
(4)
E
{
−e
2φ
2
(
∂mC(0)
)2}
, (6.7)
qui vient s'ajouter à l'ation (6.5).
La théorie étant supersymétrique, les termes inétiques doivent s'érire
−√det g Kij¯∂mzi∂mz¯j¯ (voir setion 3.2). Une partie de es hamps salaires
omplexes zi est formée par les pseudo-salaires (parties imaginaires) et les
salaires (parties réelles) issus de la rédution dimensionnelle ; il s'agit des
modules que nous avons évoqués.
Le dilaton omplexe S, aussi appelé axion-dilaton, est déterminé à partir
de sa partie imaginaire C(0). On voit d'après (6.7) que la métrique de Kähler
dans la diretion S est
KSS =
e2φ
4
, (6.8)
et e doit aussi être le fateur du terme inétique de ReS. Cette expression
suggère que elle-i a la forme ReS = a1e
α1φ
. En omparant ave le terme
(∂mφ)
2
dans (6.5), on trouve α1 = −1 et a21α21 = 1. Nous en onluons que le
module S est
S = e−φ + iC(0) . (6.9)
La métrique de Kähler (6.8) se réérit
KSS =
1
4 (ReS )2
=
1(
S + S
)2 ,
e qui permet de remonter au potentiel de Kähler
K(S, S) = − ln (S + S ) , (6.10)
où S désigne ii le superhamp hiral assoié au salaire (6.9).
Le module de Kähler T a pour partie réelle une fontion du deuxième
salaire à notre disposition, u, qui est le poids de Weyl de la transformation
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(6.4). Le moyen le plus simple de voir la forme de e module est d'utiliser
les branes. Les Dp-branes sont des objets étendus vivant à p + 1 dimen-
sions d'espae-temps et qui supportent les extrêmités des ordes ouvertes.
Ce sont des objets non-perturbatifs (solitons) dans la desription supergra-
vité
1
, qui possèdent une tension positive et une harge pouvant être positive
ou négative, e dernier as orrespondant aux anti-Dp-branes. Le ouplage
d'une théorie de jauge pure sur une D7-brane (qui ontient 4 dimensions
ompates) s'érit
S =
∫
D7
d8x
√
γFMNF
MN ,
où γ est la métrique induite sur la brane dans le référentiel d'Einstein, et les
indies M,N prennent les valeurs 0, . . . , 7. Sous la transformation (6.4), on
obtient l'ation eetive
S =
∫
d4x
√
g
(4)
E e
4uFmnF
mn .
Le ouplage d'une théorie de jauge sur une D7-brane est don g2 = e−4u.
L'ation étant hermitienne, si on dénit le module T par sa partie réelle
e4u = ReT , alors sa partie imaginaire doit oupler au terme FmnF˜
mn
ave
F˜mn = ǫmnpqFpq le dual du tenseur hamp de jauge. Le ouplage général de
es termes se déduit de l'ation de Wess-Zumino sur une D7-brane
SWZ =
∫
D7
C ∧ eF , (6.11)
où l'ériture C ∧ eF représente la somme
C∧eF =
∑
C(2n)∧F . . .∧F =
∑
ǫn1...n2lpq...rsCn1...n2l Fpq . . . Frs , (6.12)
de sorte que le nombre d'indies du développement vaut 8, e qui xe le
rang 2l. Le terme qui nous intéresse est C(4) ∧ F ∧ F . Plus exatement,
pour retrouver le terme FmnF˜
mn
à quatre dimensions, nous nous intéressons
seulement à
2
C(4) ∧ F ∧ F ⊃ ǫI1I2I3I4m1m2m3m4CI1I2I3I4Fm1m2Fm3m4 .
1
Les branes sont des objets perturbatifs du point de vue des ordes.
2
Pour plus de simpliité dans e qui suit, nous ne tenons pas ompte des fateurs
numériques.
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Nous pouvons toujours érire Fm1m2Fm3m4 = ∂m1ωm2m3m4 puisque les in-
dies sont antisymétrisés par le tenseur ǫ en fateur, don l'ation qui nous
intéresse est
S =
∫
D7
d8x
√
γ ǫI1I2I3I4m1m2m3m4 CI1I2I3I4 ∂m1ωm2m3m4
= −
∫
D7
d8x
√
γ ǫI1I2I3I4m1m2m3m4 (∂m1CI1I2I3I4) ωm2m3m4 ,
après intégration par parties. En utilisant l'auto-dualité de dC(4), on trouve
S = −
∫
D7
d8x
√
γ ǫI1I2I3I4m1m2m3m4 ǫn1n2n3I5I6m1I1I2I3I4 Fn1n2n3I5I6 ωm2m3m4 .
Finalement, en réarrangeant les tenseurs antisymétriques, ette expression
ontient
S = −
∫
D7
d8x
√
γ δm2n1δm3n2δm4n3δij¯ Fn1n2n3ij¯ ωm2m3m4 ,
où nous nous sommes servi des oordonnées omplexes zi =
1√
2
(YI + iYI+1).
Nous remarquons que Fn1n2n3ij¯ = ǫn1n2n3p∂
pbij¯ . Pour eetuer la rédution
dimensionnelle, il faut que bij¯ = b δij¯ ave b pseudo-salaire. On obtient l'a-
tion
S =
∫
d4x
√
g
(4)
E b ǫmnpq F
mnF pq .
Nous avons don identié le module de Kähler
T = e4u + ib . (6.13)
Pour trouver le potentiel de Kähler K(T, T ), nous proédons omme pour le
dilaton, en utilisant le terme inétique de u dans (6.5), et le terme inétique
de b, ontenu dans l'ation
S = − 1
2κ210
∫
d10x
√
g
(10)
E
F 2(5)
4
.
Ce terme est invariant de Weyl, 'est pourquoi nous l'avons diretement ex-
primé dans le référentiel d'Einstein. Nous ne onsidérons que Fmnpij¯F
mnpij¯
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ar il donne diretement le terme inétique de b. En eetuant la deuxième
transformation de Weyl (6.4) sur e dernier, on trouve
S = − 1
2κ24
∫
d4x
√
g
(4)
E
3
2
e−8u (∂mb)
2 .
Par ailleurs, en utilisant l'ation (6.5), le terme inétique du salaire u peut
se réérire
S = − 1
2κ24
∫
d4x
√
g
(4)
E
3
2
e−8u
(
∂me
4u
)2
.
Cei nous prouve que l'expression (6.13) du module de Kähler
3
est la bonne.
La métrique assoiée se déduit des deux ations i-dessus
KTT =
3e−8u
4
=
3(
T + T
)2 ,
et le potentiel de Kähler est don
K(T, T ) = −3 ln (T + T ) . (6.14)
Nous avons montré que toute théorie de jauge vivant sur une D7-brane
a un ouplage ReT qui ne dépend pas du dilaton. Montrons que l'autre as
existe aussi. Pour ela, onsidérons une théorie de jauge sur une D3-brane,
'est-à-dire une brane pouvant dérire notre espae-temps. Le ouplage s'érit
SWZ =
∫
D3
C ∧ eF .
En développant le produit C ∧ eF , on trouve que le fateur du terme FF˜ est
C(0). Il en résulte que le terme inétique de jauge F · F aura pour fateur
la partie réelle assoiée à C(0), soit ReS. Le ouplage d'une théorie de jauge
vivant sur une D3-brane est don g2 = eφ.
La rédution dimensionnelle que vous venons d'eetuer est minimale
dans le sens des onditions d'invariane par translation et rotation que nous
avons imposées. Mais, si l'espae interne est plat, les modules sont des dire-
tions plates du potentiel eetif à quatre dimensions. C'est un réel problème
non-seulement pare que le spetre ontient des modes non-massif, mais pare
que les ouplages de jauge vivant sur les branes ne seront physiques que si
les modules ont des valeurs moyennes, de préférene ni nulles ni innies.
3
Le module T est souvent appelé volume modulus ar sa partie réelle est diretement
reliée au volume des dimensions supplémentaires.
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6.2 Superpotentiel non-perturbatif
Dans e paragraphe, nous allons utiliser les phénomènes non-perturbatifs
étudiés dans la setion 4.2 pour générer un potentiel au module de Kähler T
[41℄.
Pour ela, onsidérons une théorie de jauge SUSY-QCD ave Nf saveurs
et Nc ouleurs située sur une D7-brane. Le ouplage de jauge à la masse de
Plank est g2(MP ) = 1/ (ReT ). Nous avons vu qu'à basse énergie, le superpo-
tentiel (4.52) est généré dynamiquement par la ondensation des gluinos. Sans
perte de généralité, nous redénissons les hamps (ψ, ψ˜,M) en (iψ, iψ˜,−M)
de façon à hanger le signe global du superpotentiel, et nous omettons la
phase venant de la valeur moyenne des jauginos :
Wdyn = (Nc −Nf)
(
Λ3Nc−Nf
detM
) 1
Nc−Nf
+ Tr mM . (6.15)
Dans ette expression, l'éhelle dynamique Λ est diretement reliée au
module de Kähler T à travers l'expression (4.21) pour µ = MP
Λ = MP exp
(
− 8π
2
ReT
(3Nc −Nf )
)
.
Le superpotentiel est une fontion holomorphe des superhamps, or la partie
réelle de T ne l'est pas. Nous exprimons don Λ diretement en fontion de
T
Λ = MP exp
(
− 8π
2 T
(3Nc −Nf )
)
.
Le superpotentiel (6.15) devient
Wdyn = (Nc −Nf)
(
e−8π
2 T
detM
) 1
Nc−Nf
+ Tr mM . (6.16)
Si nous déouplons toutes les saveurs de mésons, 'est-à-dire que nous
supposons que toutes les masses mi sont très grandes, nous obtenons un
superpotentiel qui ne dépend plus que du module
W (T ) = Nc exp
(−8π2 T
Nc
)
. (6.17)
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Ce résultat peut être obtenu diretement en reprenant le superpotentiel
(4.46) sans saveurs, Nf = 0 et detM = 1, et en ondensant les jauginos,
U ∼ Λ3 ; on retrouve bien l'expression (6.17).
La théorie SUSY-QCD sur la D7-brane agit omme un seteur ahé. La
valeur moyenne dans le vide de T donne le ouplage de jauge du seteur ahé.
Malheureusement, le superpotentiel (6.17) et le potentiel de Kähler (6.14) ne
susent pas à stabiliser le module ar ils n'engendrent pas de potentiel ave
un minimum.
6.3 Stabilisation des modules par les ux
Les ux sont les omposantes dans les diretions ompates des tenseurs
hamps de jauge. Par exemple, pour HMNP = ∂MBNP , il s'agira des om-
posantes HIJK ave I, J,K = 4, . . . , 9. L'intégrale de es hamps sur un
sous-espae à trois dimensions est quantiée (quantiation de Dira).
6.3.1 Un exemple simple
L'ation eetive de la théorie IIB dans le référentiel des ordes ontient
le terme
S = M
8
S
2
∫
d10x
√
g
(10)
S
(
− 1
12
G(3)G(3)
)
, (6.18)
où G(3) = F(3) + iSH(3), ave F(3) = dC(2) le tenseur hamp de jauge de
la forme de rang 2, et H(3) = dB(2) que nous onnaissons déjà. Le dilaton
S présent devant H(3) prend en ompte le fateur e
−2φ
dans l'ation (6.1).
Sous la première transformation de Weyl (6.2) qui permet de retrouver le
référentiel d'Einstein, l'ation (6.18) se réérit
S = − 1
2κ210
∫
d10x
√
g
(10)
E
eφ
12
G(3)G(3)
= − 1
2κ210
∫
d10x
√
g
(10)
E
1
6
(
S + S
)G(3)G(3) . (6.19)
Nous onsidérons maintenant les termes ontenant les ux GIJKG
IJK
. En
appliquant la seonde transformation (6.4), et en eetuant la rédution di-
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mensionnelle, on obtient l'ation
S = − 1
2κ24
∫
d4x
√
g
(4)
E
e−12u
6
(
S + S
)GIJKGIJK
= − 1
2κ24
∫
d4x
√
g
(4)
E
4
3
(
S + S
) (
T + T
)3 |m+ inS|2 , (6.20)
où m et n sont des entiers. Nous reonnaissons la métrique de Kähler eK ave
K(S, S, T, T ) = − ln (S + S)− 3 ln (T + T)
en fateur. D'après la setion 3.2.4, le potentiel salaire s'érit
V = eK
[
Ki j¯ DiWDj¯W − 3 |W |2
]
, (6.21)
ave DiW = Wi + KiW , et les indies i portent sur S et T . L'argument
des rohets dans ette expression doit être identié ave |m+ inS|2 dans
l'ation (6.20). Il semble don que le superpotentiel ne dépende pas de T .
Dans e as, en utilisant (6.14),
KT T DTWDT W − 3 |W |2 = 0 .
On trouve aisément le superpotentiel
W (S) = m+ inS . (6.22)
Nous avons ainsi pu générer un potentiel pour le module S en utilisant
des ux non-nuls. Dans et exemple, seul l'un des deux hamps C(0) ou φ
aura une valeur moyenne non-nulle, et on voudrait que e soit le as pour
les deux. De manière un peu plus générale, d'autres modules sont présents
après la rédution dimensionnelle : eux-i dérivent la struture omplexe de
l'espae ompat I6 (rapport des rayons de ompatiation, angles, ...). En
les désignant par Ui, le superpotentiel général que l'on peut obtenir grâe aux
ux s'érit W = f(Ui) + g(Ui)S, ave f et g des fontions omplexes. Si l'on
suppose que es modules sont stabilisés et prennent des valeurs moyennes,
alors on engendre un superpotentiel linéaire du type (6.22) qui donne une
valeur moyenne non-nulle aux deux omposantes de S.
Malheureusement, et exemple brise la supersymétrie, 〈DTW 〉 6= 0. Nous
ne voulons pas que ette brisure ait lieu lors de la stabilisation du dilaton pour
6.3.2 Le modèle KKLT 111
des raisons de stabilité du minimum : la supersymétrie (théorèmes de non-
renormalisation) assure que si le potentiel a un minimum stable au niveau
lassique, alors il le reste à tous les ordres supérieurs. Une solution pour
remédier à e problème est d'imposer la onservation de la supersymétrie,
non pas à travers DSW = 0, mais en séparant ∂SW = 0 = W . Cei assure
que DTW = 0 puisque, par ailleurs, auun terme dépendant de T n'est
engendré par les ux dans le superpotentiel.
Le deuxième inonvénient majeur est que l'on ne peut pas ombiner ai-
sément le superpotentiel (6.22) ave un superpotentiel de la forme (6.17)
pour le dilaton. En eet, il y a un problème de magnitude entre m, n qui
sont des entiers, don d'ordre 1, et l'argument de l'exponentielle, qui est très
grand puisque les ondensats de jauginos ont lieu à une énergie intermédiaire
〈λλ〉 ∼ Λ3 ≪ M3P . Ce problème peut également être levé si l'on impose la
onservation de la supersymétrie.
6.3.2 Le modèle KKLT
En 2003, Kahru, Kallosh, Linde et Trivedi (KKLT, [42℄) proposent un
modèle de stabilisation de l'ensemble des modules par des ux et par des
ondensats de jauginos. L'intérêt en partiulier pour le dilaton est qu'en
utilisant plusieurs ux, elui-i est stabilisé sans que la supersymétrie ne soit
brisée. Dans le sénario KKLT, le module de Kähler est traité diéremment
du reste des modules pour les raisons énonées i-dessus : les ux ne générent
auun terme dépendant de T dans le superpotentiel.
Dans la suite, nous onsidérons que tous les modules exepté T sont sta-
bilisés. Leur interation ave e dernier induit une onstante W0 qui s'addi-
tionne au superpotentiel non-perturbatif (6.17). Cette onstante est générée
perturbativement et supposée petite (en pratique, ei est diile à obtenir).
Le modèle est don
K(T, T ) = −3 ln (T + T) ,
W (T ) = W0 + a e
−bT . (6.23)
Le potentiel salaire est alulé en appliquant la formule (3.79)
VKKLT (T, T ) =
1(
T + T
)3
3 ∣∣∣∣∣ab
(
T + T
)
3
e−bT +W
∣∣∣∣∣
2
− 3 |W |2
 ,
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qui se réérit plus simplement si l'on suppose que T est réel
VKKLT (t) =
abe−bt
2t2
[
W0 + ae
−bt
(
1 +
bt
3
)]
, (6.24)
ave t = ReT .
Ce potentiel possède un minimum, et le module T a don eetivement
été stabilisé. Nous demandons que le minimum du potentiel soit supersymé-
trique, DtW |t=t0 = 0, e qui implique
W0 = −ae−bt0
(
1 +
2bt0
3
)
.
L'énergie du minimum est
〈VKKLT 〉 = −
(
abe−bt0
)2
6t0
< 0 .
Cei orrespond à un vide anti-de Sitter. Puisque l'on sait que la onstante
osmologique Λ est nulle ou positive très petite, il faut trouver un méanisme
permettant de relever le minimum du potentiel vers des valeurs aeptables.
Ce proessus s'appelle uplift.
Dans le modèle KKLT originel, les auteurs ont supposé l'existene d'une
anti-D3-brane très loin de là où se situe la matière, dans le sens des dimen-
sions ompates. L'introdution de ette anti-brane a pour eet d'ajouter un
potentiel
Vuplift(T ) =
c
t2
, (6.25)
où T désigne ii le hamp salaire (6.13).
Selon la valeur de c, le potentiel total V = VKKLT + Vuplift est relevé de
manière diérente, omme le montre la Fig. 6.1. Dans le modèle onsidéré,
nous avons pris a = 1, b = 0.3, W0 = −10−12, et la onstante c varie entre
4×10−25M4P et 3×10−24M4P . La ourbe la plus basse orrespond au potentiel
KKLT (6.24), 'est-à-dire pour c = 0.
L'emplaement t0 ∼ 100 du minimum n'est pas modiée par l'ajout du
potentiel d'uplift, et elle est telle que bt0 ≫ 1 omme nous nous y attendions
puisque e terme résulte de phénomènes non-perturbatifs. La ourbure du
potentiel autour du minimum ne varie pas non plus lorsqu'on réalise l'uplift.
Cei signie que si les dimensions supplémentaires sont larges dans le vide
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Fig. 6.1  Potentiel (×1030) du module de Kähler généré par ondensation
de jauginos et par les ux. L'augmentation des ourbes orrespond à une
augmentation de la onstante c. Lorsque elle-i est trop élevée, le minimum
est détruit, et on retrouve le même omportement runaway que dans le as
du potentiel (6.17).
anti-de Sitter, elles le restent dans le vide de Sitter. En outre, la masse du
module reste très grande devant la onstante osmologique.
L'ajustement entre l'énergie du vide anti-de Sitter 〈VKKLT 〉 et la onstante
c peut paraître trop n (Λ = 0 pour c ∼ 10−24M4P ). Cei s'explique par la
ourbure des dimensions ompates et par le fait que la matière est très éloi-
gnée de l'anti-D3-brane. Jusqu'à maintenant, nous avons négligé la ourbure
des dimensions ompates dûe à la présene de ux non-nuls (voir aussi la
setion 2.2.2). En réalité, la métrique s'érit
ds2 = e2A(y)gmndx
mdxn + e−2A(y)δIJdy
IdyJ ,
où A, le warp fator, ne dépend que des oordonnées ompates yI .
Pour autant, l'uplift par le potentiel (6.25) n'est pas satisfaisant. En eet,
la présene de l'anti-D3-brane implique que la supersymétrie est réalisée de
manière non-linéaire et don que l'ation eetive ne peut plus être mise sous
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la forme d'une supergravité quadri-dimensionnelle habituelle
4
. De e fait, les
interations à basse énergie ne peuvent plus être ontrlées omme dans le
adre d'une théorie pleinement supersymétrique. Néanmoins, les ontraintes
phénoménologiques (Λ & 0, warp fator) forent l'anti-brane à être située
loin de la brane ontenant le Modèle Standard ou le MSSM. De e fait,
si le spetre de la matière ordinaire (à basse énergie) est supersymétrique
au niveau des arbres, alors le potentiel (6.25) peut n'induire qu'une brisure
doue au niveau quantique, don une brisure relativement ontrlable. Ces
aspets du modèle KKLT ont été étudiés en détail et ont donné lieu à une
phénoménologie étonnamment rihe [43℄.
6.4 Stabilisation des modules et brisure dyna-
mique de supersymétrie
Depuis quatre ans, une reherhe intensive a été menée an de trouver
des méanismes permettant de relever le potentiel (6.24) du modèle KKLT
à l'aide d'un potentiel supersymétrique.
Rappelons que le potentiel salaire d'une théorie de supergravité N = 1
est donné par l'équation (3.73)
V = eK
{
Ki j¯ DiWDj¯W − 3WW
}
+
1
2
D(a)D(a) ,
qui s'érit plus simplement
V =
∑
i
∣∣F i∣∣2 + 1
2
D(a)D(a) − 3m23/2M4P , (6.26)
ave les hamps auxiliaires
F i = −eK/2 (K−1)i j¯ Dj¯W ,
D(a) = −gKi T (a) ij zj , (6.27)
et la masse du gravitino
m23/2 = e
K |W |2 . (6.28)
4
Il est lair que le potentiel (6.25) brise expliitement la supersymétrie.
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Dans une théorie de supergravité (voir setion 3.2.4), on peut briser spon-
tanément la supersymétrie tout en ayant une énergie du vide quelonque. Il
semble don naturel de oupler le modèle KKLT à un autre seteur qui ap-
porterait à la fois l'uplift requis et la brisure spontanée de supersymétrie.
Ce rle peut à priori être assuré par des omposantes 〈D〉 6= 0, en utilisant
un terme de Fayet-Iliopoulos (3.30) si le groupe de jauge du nouveau se-
teur ontient un fateur abélien, ou par des omposantes 〈F 〉 6= 0 à travers
un modèle à la O'Raifeartaigh (voir paragraphe 3.1.3). Dans la suite, nous
étudions les deux approhes.
6.4.1 Uplift grâe à un groupe U(1) anormal
Quelques mois après la parution du sénario KKLT [42℄, Burgess, Kallosh
et Quevedo [44℄ proposent d'utiliser une omposante D brisant spontanément
la supersymétrie.
La présene d'un fateur U(1)X anormal est générique dans les théories
de supergravité issues de théories des ordes. À quatre dimensions, la théorie
eetive possède des anomalies mixtes entre la symétrie de jauge U(1)X et
le groupe SU(Nc) de la D7-brane qui permet de stabiliser le module T . Les
hamps de matière présents sur la D7-brane doivent être hargés et la somme
de leur harge est alors xée par l'annulation des anomalies. Parallèlement,
les auteurs utilisent ertains ux sur laD7-brane pour engendrer un terme de
Fayet-Iliopoulos (FI) à la omposante D du groupe U(1)X . Par onséquent,
le terme FI dépend du module T puisque e dernier est diretement relié au
ouplage de jauge sur la brane. Ce méanisme fore le module à se transformer
sous le groupe abélien selon
δT = δGSΛ , (6.29)
où δGS est une onstante reliée au méanisme de Green-Shwarz d'annulation
des anomalies, et Λ est le superhamp hiral paramètre de la transformation
de jauge U(1)X . Le potentiel de Kähler (6.14) n'est plus invariant de jauge
dans e as, et il faut le modier en
K(T, T ) = −3 ln (T + T − δGSVX) ,
ave VX le veteur de jauge de U(1)X qui a la transformation habituelle
δVX = Λ+ Λ.
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Le potentiel salaire induit par la omposante DX a typiquement la forme
VD =
1
2
g2D2X =
2π
ReT
(∑
i
qiKiφ
i + ζ
)2
, (6.30)
où φi sont les hamps de matière de harges qi, et Ki = ∂K/∂φ
i
ave un
potentiel de Kähler anonique pour les φi. La onstante ζ est le terme FI, il
est relié à l'annulation des anomalies par
ζ = −δGS
2
∂TK .
On peut montrer [45, 26, 46℄ que e shéma n'est pas omplet ar le su-
perpotentiel non-perturbatif (6.17), WNP = ae
−bT
, n'est pas invariant sous
(6.29). La omplétion du modèle est déliate et néessite l'introdution d'un
hamp φ singlet de SU(Nc) et de harge U(1)X négative
5
. De manière gé-
nérale, un tel hamp existe toujours dans les onstrutions de théories des
ordes. Le modèle est alors xé par l'invariane de jauge.
Après avoir résolu les équations du mouvement dans e type de onstru-
tions, on trouve toujours que le minimum est de la forme
〈V 〉 = VF + VD ∼ m43/2 − m23/2ζ2 .
Pour obtenir une onstante osmologique nulle, il faut don que la masse
du gravitino soit du même ordre que le terme de Fayet-Iliopoulos, qui est
généralement très grand ζ ∼ MP . Pourtant, on a typiquement m3/2 ∼
W0/M
2
P ≪ Λ ave, enore une fois, W0 très petit, et où Λ est l'éhelle de
ondensation des jauginos donnant lieu au superpotentiel e−bT .
On trouve que la masse du gravitino dans es modèles est de l'ordre de
1016 GeV, e qui n'est pas intéressant du point de vue phénoménologique.
On peut modier le modèle en inluant des orretions non-perturbatives au
potentiel de Kähler, mais malgré es tentatives, il semble diile d'obtenir
une masse m3/2 inférieure à 10
12
-1013 GeV.
5
Plus exatement, la harge du singlet doit être de signe opposé à elui de la somme
des harges qi. En eet, l'annulation des anomalies impose δGS ∼
∑
qi, et par ailleurs
∂TK < 0. Il s'ensuit que le terme ζ et la somme
∑
qi sont de même signe.
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6.4.2 Uplift et brisure de supersymétrie à la O'Raifear-
taigh
Dans la Publiation N o 3 (voir aussi [47℄), nous avons réalisé l'uplift du
potentiel KKLT d'une nouvelle façon. En ouplant le modèle ISS développé
dans la setion 5.3 ave le modèle KKLT, on obtient l'uplift souhaité et
la brisure dynamique de supersymétrie par le terme FΦ 6= 0 (voir équations
(5.15)). Le point majeur est que le gravitino possède naturellement une masse
petite m3/2 ∼ O(TeV).
La onstrution des diérents seteurs est assez simple à réaliser et est
illustrée sur la Fig. 6.2.
SU(N  )
D3−branes
Φ
SU(N)
, ϕϕ ~
f
D7−branes
Fig. 6.2  La onstrution faite dans la Publiation N o 3.
L'espae-temps dix-dimensionnel ontient des D3 et des D7-branes. Rap-
pelons que les mésons φ sont hargés sous le groupe global SU(Nf ), tandis
que les quarks ϕ et anti-quarks ϕ˜ portent à la fois des indies de ouleur et de
saveur. Les mésons doivent être relativement déouplés du module de Kähler
K = K(T, T ) + K(Φ,Φ†) ,
W = W (T ) + W (Φ) , (6.31)
de manière à pouvoir induire failement l'uplift et la brisure de supersymétrie.
Aussi peuvent-ils appartenir à un ensemble de Nf D7-branes ar ils sont
singlets de jauge. Nous les interprétons omme les positions des branes, e
qui garantit la forme (6.31). En eet, l'ation des positions XI des D7-branes
dans le référentiel d'Einstein est
S =
∫
D7
d8x
√
γ eφ γMNgIJ∂MX
I∂NX
J ,
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où le fateur eφ vient de la tension de la brane, etM,N = 0, . . . , 7. Lorsqu'on
réduit ette ation en utilisant (6.4), on trouve qu'il n'y a auune dépendane
expliite en T dans les termes inétiques ∂mX
I∂mXJ à quatre dimensions.
Par ontre, ils dépendent du dilaton selon le fateur eφ = 1/ReS.
De la même façon, on ne veut pas que l'éhelle dynamique Λ du seteur
ISS dépende du module T . Il faut don que le ouplage de jauge vive sur un
ensemble de N D3-branes, pour lesquelles nous avons montré à la n de la
setion 6.1 que le ouplage ne dépend que de S. Les quarks et anti-quarks
sont dérits par des ordes ouvertes dont les extrêmités lient les D7-branes et
les D3-branes. À priori, ils sont ouplés de manière non-triviale aux modules
T et S, mais puisqu'ils ne ontribuent pas à la brisure de supersymétrie,
leur potentiel de Kähler (supposé anonique pour plus de simpliité dans la
Publiation N o 3) est moins important que elui des mésons.
Le ouplage diret entre le seteur ISS et le seteur KKLT produit un
terme C/t3, ave t = ReT , dans le potentiel salaire. Ce terme joue le rle de
potentiel d'uplift, et omme sur la Fig. 6.1, ne modie pas la valeur moyenne
t0 dans le vide.
Dans le modèle, l'uplift et la brisure dynamique de supersymétrie à la ISS
dépendent du paramètre de masse µ2 des mésons (équations (5.13)). De e
fait, l'annulation de la onstante osmologique demande un ajustement entre
W0 et µ
2
3 |W0|2 ∼
∣∣h2µ4∣∣ (Nf −N) .
Nous avons vu que W0 est très petit ∼ 10−12, et il faut don que µ2 le soit
aussi. Cei se produit naturellement ar µ2 est généré dynamiquement dans
la théorie életrique [36℄. On obtient un gravitino de masse
m3/2 ∼ |W0|(
T0 + T0
)3/2 .
Puisque t0 ∼ 100, on a m3/2 ∼ 10−15MP ∼ 10 TeV.
Notons que l'uplift du potentiel (6.24) par des omposantes F peut être
réalisé grâe à n'importe quel modèle à la O'Raifeartaigh. Cela a été briève-
ment montré à la n de la PubliationN o 3. L'avantage de oupler un modèle
de type ISS ave le module est que la présene de e dernier rallonge la durée
de vie des vides métastables. Pour nir, la phénoménologie de es modèles a
été réemment développée [48℄.
Bibliographie
[1℄ Quelques artiles introdutifs :
V. A. Rubakov, Phys. Usp. 44 (2001) 871 [Usp. Fiz. Nauk 171 (2001)
913℄ [hep-ph/0104152℄ ;
K. R. Dienes, New diretions for new dimensions : An introdution to
Kaluza-Klein theory, large extra dimensions and the brane world, Pre-
pared for Theoretial Advaned Study Institute in Elementary Partile
Physis (TASI 2002) ;
C. Csaki, TASI letures on extra dimensions and branes,
[hep-ph/0404096℄.
[2℄ T. Kaluza, Sitzungsber. Preuss. Akad. Wiss. Berlin (Math. Phys. ) 1921,
966 (1921) ;
O. Klein, Z. Phys. 37 (1926) 895 [Surveys High Energ. Phys. 5 (1986)
241℄.
[3℄ L. J. Dixon, J. A. Harvey, C. Vafa and E. Witten, Nul. Phys. B 261,
678 (1985) ;
L. J. Dixon, J. A. Harvey, C. Vafa and E. Witten, Nul. Phys. B 274,
285 (1986) ;
P. Horava and E. Witten, Nul. Phys. B 475 (1996) 94
[hep-th/9603142℄.
[4℄ J. Sherk and J. H. Shwarz, Phys. Lett. B 82 (1979) 60 ;
J. Sherk and J. H. Shwarz, Nul. Phys. B 153 (1979) 61 ;
E. Cremmer, J. Sherk and J. H. Shwarz, Phys. Lett. B 84 (1979) 83.
[5℄ Pour une introdution aux brisures de symétries dans des modèles ave
dimensions supplémentaires :
M. Quiros, New ideas in symmetry breaking, [hep-ph/0302189℄ ;
120 BIBLIOGRAPHIE
C. Grojean, New Approahes To Eletroweak Symmetry Breaking, Pre-
pared for Les Houhes Summer Shool on Theoretial Physis, 1-26 Aug
2005 ;
C. Csaki, J. Hubisz and P. Meade, Eletroweak symmetry breaking from
extra dimensions, [hep-ph/0510275℄.
[6℄ V. A. Rubakov and M. E. Shaposhnikov, Phys. Lett. B 125 (1983) 136 ;
M. Visser, Phys. Lett. B 159 (1985) 22. [hep-th/9910093℄ ;
K. Akama, Let. Notes Phys. 176, 267 (1982). [hep-th/0001113℄.
[7℄ N. Arkani-Hamed, S. Dimopoulos and G. R. Dvali, Phys. Lett. B 429
(1998) 263 [hep-ph/9803315℄ ;
I. Antoniadis, N. Arkani-Hamed, S. Dimopoulos and G. R. Dvali, Phys.
Lett. B 436 (1998) 257 [hep-ph/9804398℄.
[8℄ I. Antoniadis, Phys. Lett. B 246 (1990) 377 ;
I. Antoniadis, K. Benakli and M. Quiros, Phys. Lett. B 331 (1994) 313
[hep-ph/9403290℄ ;
K. R. Dienes, E. Dudas and T. Gherghetta, Phys. Lett. B 436 (1998)
55 [hep-ph/9803466℄ ;
K. R. Dienes, E. Dudas and T. Gherghetta, Nul. Phys. B 537 (1999)
47 [hep-ph/9806292℄.
[9℄ L. Randall and R. Sundrum, Phys. Rev. Lett. 83 (1999) 3370
[hep-ph/9905221℄ ;
L. Randall and R. Sundrum, Phys. Rev. Lett. 83 (1999) 4690
[hep-th/9906064℄ ;
Pour une introdution, voir aussi T. Gherghetta, Warped models and
holography, Prepared for Les Houhes Summer Shool on Theoretial
Physis, 1-26 Aug 2005 ; [hep-ph/0601213℄.
[10℄ W. D. Goldberger and M. B. Wise, Phys. Rev. D 65 (2002) 025011
[hep-th/0104170℄.
[11℄ S. P. Martin, A supersymmetry primer, [hep-ph/9709356℄ ;
A. Bilal, Introdution to supersymmetry, [hep-th/0101055℄.
[12℄ R. Haag, J. T. Lopuszanski and M. Sohnius, Nul. Phys. B 88 (1975)
257.
[13℄ S. R. Coleman and J. Mandula, Phys. Rev. 159 (1967) 1251.
BIBLIOGRAPHIE 121
[14℄ J. Wess and J. Bagger, Supersymmetry and Supergravity, Prineton
Univ. Press (1992) ;
Pour une introdution, voir aussi J. P. Derendinger, Leture Notes
On Globally Supersymmetri Theories In Four-Dimensions And Two-
Dimensions, Published in Helleni Shool 1989 :0111-243.
[15℄ J. Wess and B. Zumino, Phys. Lett. B 49 (1974) 52 ;
J. Wess and B. Zumino, Nul. Phys. B 70 (1974) 39.
[16℄ L. O'Raifeartaigh, Nul. Phys. B 96, 331 (1975).
[17℄ P. Fayet and J. Iliopoulos, Phys. Lett. B 51, 461 (1974).
[18℄ A. E. Nelson and N. Seiberg, Nul. Phys. B 416, 46 (1994)
[hep-ph/9309299℄ ;
K. Intriligator and N. Seiberg, Letures on Supersymmetry Breaking,
[hep-ph/0702069℄.
[19℄ B. Zumino, Phys. Lett. B 87 (1979) 203 ;
P. Binetruy, G. Girardi, R. Grimm and M. Muller, Phys. Lett. B 189
(1987) 83.
[20℄ H. P. Nilles, Phys. Rept. 110 (1984) 1.
[21℄ S. Deser and B. Zumino, Phys. Lett. B 62, 335 (1976).
[22℄ D. Z. Freedman, P. van Nieuwenhuizen and S. Ferrara, Phys. Rev. D 13
(1976) 3214.
[23℄ E. Cremmer, S. Ferrara, L. Girardello and A. Van Proeyen, Nul. Phys.
B 212 (1983) 413.
[24℄ L. Girardello and M. T. Grisaru, Nul. Phys. B 194 (1982) 65 ;
R. Barbieri, S. Ferrara and C. A. Savoy, Phys. Lett. B 119 (1982) 343 ;
A. H. Chamseddine, R. Arnowitt and P. Nath, Phys. Rev. Lett. 49, 970
(1982) ;
S. K. Soni and H. A. Weldon, Phys. Lett. B 126, 215 (1983).
[25℄ V. S. Kaplunovsky and J. Louis, Phys. Lett. B 306 (1993) 269
[hep-th/9303040℄ ;
A. Brignole, L. E. Ibanez and C. Munoz, Nul. Phys. B 422, 125 (1994)
[Erratum-ibid. B 436, 747 (1995)℄ [hep-ph/9308271℄ ;
S. Ferrara, C. Kounnas and F. Zwirner, Nul. Phys. B 429, 589 (1994)
[Erratum-ibid. B 433, 255 (1995)℄ [hep-th/9405188℄.
122 BIBLIOGRAPHIE
[26℄ E. Dudas and S. K. Vempati, Nul. Phys. B 727 (2005) 139
[hep-th/0506172℄.
[27℄ Y. Nambu and G. Jona-Lasinio, Phys. Rev. 122, 345 (1961).
[28℄ Y. Nambu, Quasisupersymmetry, bootstrap symmetry breaking and fer-
mion masses, EFI-88-CHICAGO, Invited talk to appear in Pro. of 1988
Int. Workshop New Trends in Strong Coupling Gauge Theories, Nagoya,
Japan, Aug 24-27, 1988 ;
V. A. Miransky, M. Tanabashi and K. Yamawaki, Phys. Lett. B 221,
177 (1989) ;
W. A. Bardeen, C. T. Hill and M. Lindner, Phys. Rev. D 41, 1647
(1990).
[29℄ W. Buhmuller and S. T. Love, Nul. Phys. B 204, 213 (1982) ;
[30℄ W. Buhmuller and U. Ellwanger, Nul. Phys. B 245, 237 (1984) ;
T. E. Clark, S. T. Love and W. A. Bardeen, Phys. Lett. B 237, 235
(1990).
[31℄ E. Witten, Nul. Phys. B 202 (1982) 253.
[32℄ I. Aek, M. Dine and N. Seiberg, Nul. Phys. B 241 (1984) 493.
[33℄ G. Veneziano and S. Yankielowiz, Phys. Lett. B 113 (1982) 231 ;
T. R. Taylor, G. Veneziano and S. Yankielowiz, Nul. Phys. B 218
(1983) 493 ;
[34℄ N. Seiberg, Phys. Rev. D 49, 6857 (1994) [hep-th/9402044℄.
[35℄ N. Seiberg, Nul. Phys. B 435 (1995) 129 [hep-th/9411149℄ ;
Pour une introdution, K. A. Intriligator et N. Seiberg, Letures on su-
persymmetri gauge theories and eletri-magneti duality, Nul. Phys.
Pro. Suppl. 45BC (1996) 1 [hep-th/9509066℄.
[36℄ K. Intriligator, N. Seiberg and D. Shih, JHEP 0604 (2006) 021
[hep-th/0602239℄.
[37℄ S. R. Coleman and E. Weinberg, Phys. Rev. D 7 (1973) 1888.
[38℄ E. Witten, Phys. Lett. B 155 (1985) 151.
[39℄ S. Ferrara, C. Kounnas and M. Porrati, Phys. Lett. B 181 (1986) 263 ;
S. Ferrara and S. Sabharwal, Class. Quant. Grav. 6 (1989) L77.
[40℄ S. B. Giddings, S. Kahru and J. Polhinski, Phys. Rev. D 66 (2002)
106006 [hep-th/0105097℄ ;
BIBLIOGRAPHIE 123
T. W. Grimm and J. Louis, Nul. Phys. B 699 (2004) 387
[hep-th/0403067℄.
[41℄ M. Dine, R. Rohm, N. Seiberg and E. Witten, Phys. Lett. B 156, 55
(1985).
[42℄ S. Kahru, R. Kallosh, A. Linde and S. P. Trivedi, Phys. Rev. D 68
(2003) 046005 [hep-th/0301240℄.
K. Choi, A. Falkowski, H. P. Nilles, M. Olehowski and S. Pokorski,
JHEP 0411, 076 (2004) [hep-th/0411066℄.
K. Choi, A. Falkowski, H. P. Nilles and M. Olehowski, Nul. Phys. B
718, 113 (2005) [hep-th/0503216℄ ;
[43℄ A. Falkowski, O. Lebedev and Y. Mambrini, JHEP 0511 (2005) 034
[hep-ph/0507110℄ ;
[44℄ C. P. Burgess, R. Kallosh and F. Quevedo, JHEP 0310 (2003) 056
[hep-th/0309187℄.
[45℄ P. Binetruy and E. Dudas, Phys. Lett. B 389 (1996) 503
[hep-th/9607172℄.
[46℄ G. Villadoro and F. Zwirner, Phys. Rev. Lett. 95, 231602 (2005)
[hep-th/0508167℄ ;
A. Ahuarro, B. de Carlos, J. A. Casas and L. Dopliher, JHEP 0606,
014 (2006) [hep-th/0601190℄ ;
K. Choi and K. S. Jeong, JHEP 0608, 007 (2006) [hep-th/0605108℄ ;
E. Dudas and Y. Mambrini, JHEP 0610 (2006) 044 [hep-th/0607077℄.
[47℄ H. Abe, T. Higaki, T. Kobayashi and Y. Omura, Phys. Rev. D 75 (2007)
025019 [hep-th/0611024℄ ;
R. Kallosh and A. Linde, JHEP 0702 (2007) 002 [hep-th/0611183℄.
[48℄ O. Lebedev, V. Lowen, Y. Mambrini, H. P. Nilles and M. Ratz, JHEP
0702 (2007) 063 [hep-ph/0612035℄.
